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Introduction
Le contrôle des réactions de fusion nucléaire réglerait en grande partie le problème
énergétique actuel. Pour une production continue d’énergie, ce contrôle passe par le confi-
nement de particules de très haute température (plus de 10 keV, c’est-à-dire plus de 100
millions de kelvin). À haute température, les électrons se libèrent de l’attraction des noyaux
(deutéron, triton), il y a génération d’un plasma.
Les tokamaks sont des machines qui génèrent un plasma de haute température et le
confinent à l’aide d’un champ magnétique. Pour maintenir une température élevée et per-
mettre aux particules de fusionner, le plasma doit être chauffé en continu.
Le chauffage peut être effectué par injection de particules de haute énergie dans le cœur
du plasma qui, en heurtant les particules du plasma, vont le chauffer. Les particules injectées
doivent être électriquement neutres pour ne pas être réfléchies par le champ magnétique.
Il est possible de produire de grandes quantité de particules neutres (deutérium, tritium)
de haute énergie en neutralisant des particules chargées, initialement accélérées à l’aide
d’un champ électrique. Cette fonction est assurée par les injecteurs de neutres (IDN) qui
génèrent des particules chargées (ions négatifs), les accélèrent puis les neutralisent. La
neutralisation s’opère actuellement par collision des particules chargées avec un gaz neutre,
c’est le principe du neutraliseur à gaz.
Le neutraliseur à gaz présente deux inconvénients, l’efficacité limitée de son processus
de neutralisation (∼ 55 %), et les pertes en lignes dues à l’injection de gaz qui affaiblissent
le rendement global de l’injecteur de neutres à ∼ 20 %.
Pour les futurs réacteurs de fusion nucléaire contrôlée par confinement magnétique (les
tokamaks ITER et DEMO), il sera nécessaire d’avoir des injecteurs de neutres puissants
à haut rendement. Le remplacement du neutraliseur à gaz par un neutraliseur basé sur le
photodétachement par laser d’ions négatifs à haute énergie (pour DEMO, 2 MeV, 30 A)
permettrait, en s’affranchissant des inconvénients du neutraliseur à gaz, d’améliorer le
rendement des injecteurs de neutres à hauteur de 60 %.
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Le photodétachement presque total d’un faisceau d’ions négatifs (63 %) requiert l’uti-
lisation de forts flux lumineux (5 MW/cm2) qui peuvent être obtenus par l’injection d’un
laser puissant (∼ 1 kW à 1064 nm) dans une cavité Fabry-Perot de finesse environ 10000.
Les expériences menées dans le cadre de cette thèse, fruit d’une collaboration entre l’équipe
Ions négatifs du laboratoire Aimé-Cotton (UPR 3321, CNRS) et l’Institut de recherche sur
la fusion par confinement magnétique (IRFM) du CEA Cadarache, ont pour objectif d’ini-
tier la démonstration, à échelle réduite, de la faisabilité du concept.
Afin de répondre à cet objectif, nous avons ajouté, à un montage expérimental préexis-
tant, une nouvelle chambre d’interaction avec sa chaîne de détection (cf. chapitre 2). La
recherche bibliographique sur le photodétachement de H− (cf. chapitre 1), fait apparaître
que la section efficace de photodétachement à 1064 nm (sélectionnée pour les IDN) n’est
connue qu’indirectement ou au travers d’études théoriques. Il est donc important de vérifier
expérimentalement la valeur de cette section efficace. Nous avons, pour cela, élaboré une
nouvelle méthode de mesure basée sur la saturation du processus de photodétachement (cf.
chapitre 3).
En parallèle, nous avons dimensionné et fait assembler une cavité en anneau en vue de
réaliser le photodétachement presque total d’un jet d’ions H−. Avant le montage de cette
cavité en anneau, nous avons fabriqué une cavité Fabry-Perot linéaire stable de finesse
moyenne avec laquelle nous avons mené des expériences préliminaires de photodétachement
amplifié d’un jet d’ions O− (cf. chapitre 4).
Cette cavité de finesse moyenne présente un intérêt supplémentaire quant aux expé-
riences que nous menons actuellement. L’utilisation des résonances (de Landau) qui appa-
raissent dans la section efficace de photodétachement en champ magnétique (cf. chapitre 5)
permettrait de diminuer la puissance intracavité nécessaire au photodétachement presque
total, donc de réduire les contraintes technologiques sur la cavité Fabry-Perot ou le laser.
L’emploi de la cavité de finesse moyenne pourrait faciliter l’observation de ces résonances.
En parallèle avec le développement de cette nouvelle expérience sur le photodétache-
ment de H− visant à obtenir de hauts rendements de neutralisation, nous avons, dans le
prolongement des travaux antérieurs de l’équipe Ions négatifs, réalisé des expériences de
microscopie de photodétachement des ions négatifs (cf. chapitres 6 et 7).
Cette thèse a donné lieu à la publication de quatre articles :
[SCdE+11] Simonin et al., SIPHORE : Conceptual Study of a High Efficiency Neutral
Beam Injector Based on Photodetachment for Future Fusion Reactors, AIP Conf. Proc.
1390, pp 494-504 (2011)
[PBV+11] Peláez et al., Photodetachment microscopy to an excited spectral term and the
electron affinity of phosphorus, J. Phys. B : At. Mol. Opt. Phys. 44, 195009 (2011)
[VDB12] Vandevraye et al., Electron affinity of selenium measured by photodetachment
microscopy, Phys. Rev. A 85, 015401 (2012)
[VDB13] Vandevraye et al., Electron affinity of tin measured by photodetachment micro-
scopy, J. Phys B : At. Mol. Opt. Phys. 46, 125002 (2013)

Première partie
Vers le photodétachement presque
total de faisceaux de H−
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Contexte technologique
Les tokamaks tels que les futurs réacteurs de fusion ITER ou DEMO, sont constitués
d’une enceinte à vide de topologie toroïdale et d’un système de bobines permettant la
génération d’un champ magnétique (cf. figure 1).
Figure 1 – Représentation schématique du système de bobines et du plasma d’un tokamak. Le
rôle des bobines ohmiques est d’accélérer, par induction d’un champ électrique toroïdal, les ions
résiduels présents dans la chambre torique et, par effet d’avalanche, de générer le plasma initial.
Les bobines de champ toroïdal et de champ vertical permettent en s’ajoutant au champ poloïdal
généré par le courant plasma d’assurer le confinement de ce dernier.
Un courant électrique d’intensité croissante, en circulant au travers des bobines oh-
miques, permet de générer un champ magnétique vertical également croissant aligné sur
l’axe de symétrie du tore qui, à son tour, induit un champ électrique toroïdal. Des ions
résiduels présents naturellement dans la chambre torique sont accélérés et, par effet d’ava-
lanche, génèrent un plasma. Le confinement de ce dernier est assuré par un champ magné-
tique engendré par un système de bobines toroïdales et poloïdales et par un champ induit
via le courant plasma (autoconfinement).
Dans un tokamak, le confinement des particules et de l’énergie est imparfait, il est
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donc indispensable, pour maintenir la température nécessaire à la production des réactions
de fusion, de chauffer le plasma en continu. Pour atteindre cet objectif, des neutres de
haute énergie cinétique sont injectés dans le cœur du plasma de manière à le chauffer
par collisions. Outre l’auto-chauffage du plasma par les noyaux d’hélium produits lors des
réactions de fusion (chauffage majoritaire dans les futurs réacteurs comme DEMO), cette
méthode de chauffage est la plus importante dans un tokamak.
La production de faisceaux de neutres est assurée par les injecteurs de neutres qui
génèrent des ions négatifs (deutérium ou tritium), les accélèrent électrostatiquement (1 MeV
pour ITER, 2 MeV pour DEMO) puis les neutralisent au sein d’un neutraliseur avant de
les injecter dans le cœur du plasma (cf. figure 2).
Figure 2 – Schéma de l’injecteur de neutres d’ITER constitué d’une source d’ions D−, d’un
accélérateur électrostatique procurant une énergie cinétique de 1 MeV aux ions, d’un neutraliseur
à gaz et d’un déflecteur extrayant du faisceau les ions présents en sortie du neutraliseur.
Pour ITER, la neutralisation s’opérera par collision des faisceaux d’ions négatifs
avec un gaz de D2. Durant le passage du faisceau d’ions dans le gaz, la réaction qui
contribue à la neutralisation du faisceau d’ions correspond à une réaction d’épluchage :
D− + D2 → D + D2 + e− dont l’efficacité est limitée à ∼ 55 %.
Outre cette réaction, il y a de l’ionisation et de l’excitation contribuant à la formation
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d’un plasma secondaire dans le neutraliseur. Ce plasma est à l’origine d’un gradient de
potentiel qui entraîne l’apparition d’un flux d’ions positifs se dirigeant vers l’accélérateur.
Ce phénomène, en plus de la nécessaire injection de gaz, est la cause de pertes d’ions
négatifs durant leur acheminement vers le neutraliseur. Cela, ajouté à la faible efficacité
du processus de neutralisation, entraîne une réduction du rendement global de l’injecteur
à ∼ 20 %.
Figure 3 – Nouveau concept d’injecteur de neutres basé sur le photodétachement des ions
négatifs (SiPhoRe) en cavité Fabry-Perot [SCdE+11]. Une source d’ions D− produit des nappes
d’ions négatifs accélérés éléctrostatiquement à 1 ou 2 MeV d’énergie cinétique pour un courant
total en sortie d’accélérateur de ∼ 30 A. Les ions sont ensuite neutralisés par laser en cavité Fabry-
Perot (puissance d’entrée de 1 kW pour une puissance stockée de 5 MW sur un centimètre carré).
Plusieurs cavités Fabry-Perot pourraient être installées le long du faisceau pour augmenter le taux
de neutralisation. La figure a été extraire du manuscrit d’habilitation à diriger des recherches
d’Alain Simonin [Sim13].
Pour contourner ces difficultés, l’idée est de remplacer le neutraliseur à gaz par un
neutraliseur basé sur le photodétachement d’ions négatifs par laser. La section efficace de
photodétachement étant relativement faible, il est nécessaire d’éclairer le faisceau d’ions
avec un faisceau laser de forte puissance, de l’ordre du mégawatt (cf. figure 3). À l’heure
actuelle, il n’existe pas de laser continu atteignant un tel niveau de puissance. L’astuce est
donc d’injecter un laser de puissance plus modeste (1 kW) dans une cavité Fabry-Perot, de
manière à stocker intracavité la puissance nécessaire au photodétachement presque total des
faisceaux d’ions négatifs (faisceau d’ions en forme de nappe pour faciliter le recouvrement
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par le faisceau laser).
Ce nouveau concept d’injecteur appelé SiPhoRe [SCdE+11] (pour Single-gap-
photoneutralizer injector with energy recovery) fait actuellement (en 2014) l’objet de nom-
breuses études dans différents laboratoires en France (source d’ions négatifs, accélérateur,
neutraliseur etc.). Le rendement attendu pour SiPhoRe s’élève à ∼ 60 %.
Les travaux de thèse présentés dans la première partie de ce manuscrit initient la dé-
monstration, à échelle réduite (jet d’ions de 1 mm de diamètre de ∼ 1 nA), de la faisabilité
du photodétachement presque total d’un jet de H− en cavité Fabry-Perot.
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Chapitre 1
Photodétachement d’ions négatifs :
état de l’art pour H−
1.1 L’ion négatif
L’ion négatif est un édifice constitué de l’assemblage d’un atome neutre et d’un électron.
Au premier abord, l’existence des ions négatifs semble improbable. En effet, les lois de
l’électrostatique prévoient que l’attraction entre une particule chargée et une particule
neutre est nulle. Pour comprendre l’existence des ions négatifs, il faut considérer l’atome
comme une particule composite constituée d’un noyau chargé positivement et d’un nuage
électronique. Lors de la formation d’un ion négatif, l’électron libre se rapprochant de l’atome
interagit avec le nuage électronique entraînant la polarisation de l’édifice atomique, il y a
induction d’un dipôle électrique. Le potentiel d’interaction généré par ce dipôle induit est
responsable de la force qui lie l’électron libre à l’atome formant ainsi l’ion négatif. Durant ce
processus, l’atome perd une énergie potentielle que l’on appelle affinité électronique définie
comme :
eA(A) = Etot(A)− Etot(A−). (1.1)
L’affinité électronique est la différence entre l’énergie totale Etot(A) de l’atome et l’énergie
totale Etot(A−) de l’ion négatif dans leurs états fondamentaux.
Le réarrangement du cortège privilégie les corrélations qui permettent aux électrons de
se partager l’attraction. Plus précisément, les électrons s’organisent, en raison des corré-
lations coulombiennes (répulsions électrostatiques) et des corrélations de Pauli (principe
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d’exclusion de Pauli), de manière à minimiser le recouvrement de leurs fonctions d’onde.
Ceci mène à un abaissement suffisant de l’énergie totale du système pour le rendre stable.
Le potentiel d’interaction entre l’atome et l’électron excédentaire varie en 1
r4 qui est de
très courte portée au regard du potentiel coulombien qui lie les autres électrons à l’atome.
Cette caractéristique est à l’origine de grandes différences de propriétés entre l’atome et
son ion négatif.
L’ion négatif possède une structure d’énergie extrêmement simple composée de quelques
états liés (n’entraînant pas l’autodétachement) qui, en général, sont associés à une même
configuration électronique et souvent à un même terme spectral (avec sa structure fine
et hyperfine). Les transitions dipolaires électriques au sein de son spectre discret sont en
conséquence interdites (même parité). A contrario, la structure énergétique de l’atome est
très complexe et le nombre de niveaux qui la constitue est infini (états de Rydberg). En
outre, l’énergie de liaison de l’ion négatif est au moins d’un ordre de grandeur plus faible
que celui de l’atome. À titre d’exemple, l’hydrogène a une énergie d’ionisation de 13,6 eV et
son ion négatif H− a une énergie de liaison (affinité électronique) d’un peu plus de 0,75 eV.
Certaines expériences de spectroscopie récentes ont montré que quelques ions comme
l’ion osmium [BH00] et l’ion cérium [WGL+11] possèdent des niveaux d’énergie, situés
sous le seuil de détachement, de parités différentes (et donc issus de configurations électro-
niques différentes). L’existence de ces niveaux, en rendant possible les transitions dipolaires
électriques intra-ion négatif, offre la possibilité de les refroidir par laser [KF12], même si
les essais restent actuellement infructueux. D’autres ions lanthanides ou actinides sont
susceptibles d’avoir également des niveaux de parités différentes [OB10]. Par ailleurs, les
énergies de liaison des ions négatifs sont très différentes d’un ion à l’autre. On peut ci-
ter le chlore dont l’affinité électronique est la plus élevée, 3, 61 eV et le calcium qui à
l’inverse forme l’ion stable le moins lié (eA de 0, 024 eV). De manière générale les alcalino-
terreux forment des ions négatifs très peu liés (par exemple le barium avec une affinité
électronique de 144, 2 meV [PVB+95]) voire instables comme le béryllium [BP84] et le ma-
gnésium [BMC76]. Certains de ces éléments instables peuvent néanmoins former des ions
dans des états métastables (vis-à-vis de l’autodétachement). Ainsi, les ions He− et Be− ont
pu être observés expérimentalement [BGH67, BP84].
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1.2 Interaction d’un ion négatif avec un photon : le
photodétachement
Lors de son interaction avec un ion négatif, un photon peut être absorbé par l’ion,
le menant ainsi vers un niveau excité virtuel. Pour se stabiliser l’ion négatif redistribue
l’énergie excédentaire apportée par le photon, à un électron du cortège électronique. Ceci
entraîne sa libération vers le continuum avec une énergie cinétique égale à la différence entre
l’énergie du photon et l’intervalle énergétique entre le niveau de départ de l’ion négatif et
le niveau d’arrivée de l’atome neutre (voir fig. 1.1). L’électron émis ne laisse alors derrière
lui qu’un atome neutre avec lequel il n’interagit quasiment plus faisant de son mouvement
celui d’un électron libre, c’est le photodétachement.
Figure 1.1 – Représentation schématique du processus de photodétachement. L’ion négatif A−,
initialement dans son état fondamental, absorbe un photon d’énergie hν. L’énergie est redistribuée
à un électron du cortège. Une partie de cette énergie sert à extraire l’électron du cortège, l’excédent
d’énergie est transmise à l’électron libéré sous forme d’énergie cinétique.
Le photodétachement d’un ion négatif ne peut avoir lieu que sous certaines conditions. Il
faut, d’une part, que l’énergie du photon incident soit suffisante pour permettre la transition
entre le niveau de départ de l’ion négatif et le niveau d’arrivée de l’atome. D’autre part, que
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le moment cinétique total soit conservé et obéisse aux règles de sélection de la transition
dipolaire électrique. La probabilité qu’il y ait photodétachement dépend donc de l’énergie
du photon incident et du moment cinétique de l’électron détaché. On peut définir la notion
de section efficace de photodétachement σ qui, en régime linéaire (processus à un photon),
est la quantité homogène à une surface égale au quotient du taux de détachement dP
dt
par
le flux de photons incidents Φ :
dP = σΦdt,
où dt est une durée infinitésimale.
La section efficace est, par définition, une quantité complètement indépendante des
conditions expérimentales concernant les flux de particules (cibles ou projectiles) et le
temps d’éclairement.
1.2.1 Règles de sélection et section efficace de photodétachement
1.2.1.1 Règles de sélection [CTDL73a]
Dans les expériences, les longueurs d’onde utilisées sont, habituellement, bien plus
grandes que les ions négatifs étudiés. Durant le photodétachement, la distribution de
charges de l’ion n’est pas sensible au détail des variations spatiales du champ de l’onde
avec laquelle il interagit. Les règles de sélection à considérer sont alors celles des transitions
dipolaires électriques.
L’opérateur dipôle électrique est proportionnel à l’opérateur position qui est impair et
ne connecte, par conséquent, que des états de parités différentes. Les parités des états sont
celles de leurs moments cinétiques. Si li est le moment cinétique de l’état initial et lf celui
du niveau final alors la transition n’est permise que si :
∆l = lf − li = ±1. (1.2)
Dans le cas où il y a un couplage de Russell-Saunders, les règles de sélection sont :
∆S = 0; ∆L = 0,±1; ∆l = ±1; ∆J = 0,±1 avec J = 0 6↔ 0. (1.3)
Où S est le moment de spin total du système, L le moment cinétique orbital total, J
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le moment cinétique total et l le moment cinétique orbital de l’électron détaché.
1.2.1.2 Processus à seuil
Le photodétachement est un processus à seuil. Plus précisément, cela signifie que la
section efficace ne peut être non-nulle que lorsque l’énergie du photon incident est plus
grande que l’énergie séparant le niveau de départ de l’ion négatif et le niveau d’arrivée de
l’atome. Au-delà, mais néanmoins près du seuil, la section efficace a un comportement qui
suit une loi démontrée par Wigner [Wig48].
1.2.1.3 Comportement de la section efficace près du seuil de détachement :
loi de Wigner [Wig48]
Dans son article de 1948 [Wig48], Eugene Paul Wigner donne le comportement, près
d’un seuil, de la section efficace de diffusion impliquant deux particules et dont les produits
sont au nombre de deux. Il démontre que, quel que soit le mécanisme d’interaction mis en
jeu, la dépendance de la section efficace en fonction de la norme du vecteur d’onde k
(qui peut être assimilée à celle de l’électron dans le cas du photodétachement) dépend de
l’interaction à grande distance entre les produits de la réaction. En particulier, il établit le
comportement de la section efficace de diffusion, dans le cas d’une collision sans interaction,
où la particule réduite de masse m subit le potentiel de la barrière centrifuge égal à ~2l(l+1)2mr2 .
La section efficace ne dépend alors que de la norme de k et du moment cinétique total l
du système dans le référentiel du centre de masse :
σ ∝ k2l+1. (1.4)
Le photodétachement peut être décrit comme la collision entre un photon et un ion
négatif dont les produits sont un atome et un électron. L’électron, en polarisant l’atome,
entraîne la génération d’un potentiel d’interaction dipolaire de courte portée qui varie en
1
r4 . Ce terme peut être considéré comme une petite perturbation en regard de la barrière
centrifuge ; le photodétachement s’inscrit donc parfaitement dans la théorie de Wigner.
Ces potentiels étant de très courte portée, la particule réduite, qui peut être assimilée à
l’électron en raison de la grande masse de l’atome neutre, peut être considérée comme libre.
La relation 1.4 peut se réécrire sous la forme :
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σ ∝ l+1/2 (1.5)
où  et l sont respectivement l’énergie cinétique et le moment cinétique de l’électron détaché.
On représente sur la figure 1.2 le comportement de la section efficace, près d’un seuil, en
fonction de l’énergie cinétique de l’électron  pour plusieurs valeurs du moment cinétique
l.
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Figure 1.2 – Comportement, prévu par la loi de Wigner, de la section efficace, près d’un seuil
(énergie ES), en fonction de l’énergie du photon incident. En bleu, l’électron est éjecté en onde
s et possède un moment cinétique orbital nul. En rouge et en vert mêmes courbes mais avec des
électrons de moment cinétique orbital l = 1 (onde p, courbe rouge) et l = 2 (onde d, courbe
verte).
La loi de Wigner n’est valable que dans un domaine énergétique relativement proche
du seuil de détachement (typiquement quelques centaines de cm−1), au-delà, il n’existe pas
d’expression générale.
Règle d’or de Fermi et loi de Wigner La probabilité de photodétachement, par unité
de temps, entre l’état initial |ψi〉 et l’état final |ψf〉 est donnée par la règle d’or de Fermi :
Pi→f =
2pi
~
ρf ()|〈ψf ()|W|ψi〉|2 (1.6)
où ρf () est la densité d’états finals etW est le hamiltonien de perturbation de l’ion négatif
par le champ électromagnétique 1.
1. Dans le cas où la longueur d’onde du photon est grande (basse énergie) devant la taille de l’ion négatif,
seules les transitions dipolaires électriques jouent un rôle observable (développement multipolaire). On peut
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L’électron détaché est libre dans un espace à trois dimensions, la densité d’états ρf () =
1
V
dN
d
, où V est le volume d’un état, se comporte donc comme : 2
ρf () ∝
√
. (1.7)
De plus, on démontre que [Cha06], pour un état final de moment cinétique l, l’élément
de matrice 〈ψf ()|W|ψi〉 s’écrit sous la forme :
〈ψf ()|W|ψi〉 ∝ jl
(√
2m
~
r
)
, (1.8)
où jl est la fonction de Bessel sphérique d’ordre l.
Au premier ordre en
√
2m
~ r, cett fonction s’écrit :
jl
(√
2m
~
r
)
∝
(√
2m
~
r
)l
∝ l/2. (1.9)
Le taux de photodétachement au premier ordre en  s’écrit donc (cf. équation 1.6) :
Pi→f ∝ l+ 12 . (1.10)
On retrouve le comportement prévu par Wigner.
D’après l’équation 1.6, la probabilité de transition est proportionnelle à 〈ψf ()|W|ψi〉.
Or, W est proportionnel à r, l’élément de matrice fait donc intervenir le recouvrement des
fonctions d’onde initiale et finale.
Si le photoélectron est initialement dans un état de moment cinétique li bien défini (pas
de mélange de configuration), alors il doit se trouver dans un état de moment cinétique lf =
li±1 une fois photodétaché. L’électron peut donc se libérer selon deux voies correspondant
à deux ondes de moments cinétiques différents (la différence de ces deux moments étant de
deux unités).
donc écrire W ∝ D. Où D est l’opérateur dipôle électrique.
2. Si l’on avait choisi de normaliser la densité d’états par rapport à dk (c’est-à-dire ρf () = 1V
dN
dk ), la
fonction E = f(k) étant bijective, on aurait trouvé une relation de proportionnalité entre la densité d’états
finals ρf () et l’énergie . Ce résultat trouve son origine dans la non-proportionnalité entre  et k. Ainsi,
la vraie quantité invariante n’est pas la densité d’états. Dans la règle d’or de Fermi, la quantité invariante
par changement de variable est le produit de la densité d’états par le carré de la fonction d’onde de l’état
final (normalisée).
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À l’état initial, l’électron est localisé près de l’atome. À l’état final, pour une énergie
cinétique donnée, l’électron est repoussé par la barrière centrifuge d’autant plus loin de
l’atome que son moment cinétique l est grand. Le recouvrement entre les fonctions d’onde
initiale et finale est donc d’autant plus faible que l est grand. L’électron se détachera
préférentiellement vers l’état de moment cinétique le plus bas.
1.2.1.4 Comportement de la section efficace loin du seuil
Le comportement général de la section efficace de photodétachement est celui de la
figure 1.3.
Énergie du photon
S
e
ct
io
n
 e
ff
ic
a
ce
ES
Figure 1.3 – Comportement général typique de la section efficace de photodétachement en
fonction de l’énergie du photon. La figure a été extraite de la thèse de Pontus Andersson [And09].
Partant de zéro au seuil, la section efficace croît jusqu’à un maximum avant de décroître.
Plus l’énergie du photon est grande plus sa longueur d’onde est courte, l’électron apparaît
donc de plus en plus comme un électron libre du point de vue du photon. Or l’absorption
d’un photon par un électron libre n’est pas possible physiquement en raison de la nécessité
de conservation simultanée de l’énergie et de l’impulsion. D’où la décroissance de la section
efficace aux hautes énergies.
Une deuxième manière de comprendre cette décroissance est de considérer les valeurs
de l’intégrale de recouvrement 〈ψi|r|ψf ()〉. On a vu que, plus la valeur de cette intégrale
est faible, plus la probabilité de détachement l’est aussi. La fonction d’onde initiale ψi(r)
de l’électron lié à l’ion négatif est localisée près de l’atome et ne dépend pas de l’énergie du
photon. La taille de la partie radiale de la fonction d’onde finale de l’électron ψf (r, ) est
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d’autant plus grande que l’énergie du photon est élevée. Le recouvrement entre la fonction
d’onde initiale et la fonction d’onde finale est donc d’autant plus petit que l’énergie du
photon est grande, d’où la décroissance de la section efficace aux hautes énergies.
Entre ces deux comportements, la section efficace passe par un maximum. Dans sa
thèse, Pontus Andersson [And09] détermine la valeur approximative de la longueur d’onde
pour laquelle la section efficace de photodétachement est maximale. Pour cela, il modélise
l’ion négatif comme un puits de potentiel de profondeur finie. Il trouve que le recouvrement
maximal entre la fonction d’onde initiale et la fonction d’onde finale de l’électron a lieu
lorsque la longueur d’onde de de Broglie de l’électron détaché λdb est égale à la taille de
l’ion négatif 〈r〉. Dans le cas particulier d’un électron initialement dans une orbitale s de
l’ion négatif, le recouvrement est maximal lorsque l’égalité 2〈r〉 = λdb2 est vérifiée. Dans le
cas d’un électron p, on doit avoir 〈r〉 = λdb2 . Si on considère que la totalité de l’énergie du
photon est donnée à l’électron détaché sous forme d’énergie cinétique, on trouve :
E(σmax) =
h2
2meλ2db
(1.11)
avec λdb = 4〈r〉 ou 2〈r〉 selon si l’électron se situe initialement sur une orbitale s ou p.
E(σmax) correspond à l’énergie du photon pour laquelle la section efficace est maximale.
Cette expression permet, connaissant l’énergie du photon pour laquelle la section efficace
est maximale, de remonter avec une précision relativement bonne à la taille de l’ion négatif.
1.3 État de l’art du photodétachement de H−
Malgré son apparente simplicité, et après presque un siècle d’existence de la mécanique
quantique, l’ion H− reste un sujet de recherche très actif. L’atome d’hydrogène est l’un des
seuls systèmes quantiques pour lesquels les calculs peuvent être menés jusqu’au bout dans le
cas où l’on néglige les effets relativistes et les interactions entre spins. Le simple ajout d’un
électron à cette structure (formation de l’ion H−) complique considérablement le problème
au point de le rendre insoluble analytiquement puisqu’il s’agit d’un système à trois corps
en interaction électrostatique. Si on pouvait considérer les électrons comme indépendants,
c’est-à-dire s’il était possible de négliger le terme d’interaction coulombienne en 1|r1−r2|
entre les électrons, le problème serait soluble analytiquement. L’hamiltonien serait, en
effet, équivalent à la somme de deux hamiltoniens de l’hydrogène.
Écrivons le hamiltonien de H− (même hamiltonien que l’hélium à la charge du noyau
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près) pour lequel on néglige les termes relativistes et les effets de couplage entre les spins
du noyau et des électrons, et en considérant un noyau de masse infinie :
HH− =
2∑
i=1
p2i
2me
−
2∑
i=1
e2
ri
+ e
2
|r1 − r2| avec e =
q2
4pi0
. (1.12)
Les deux premiers termes correspondent respectivement à l’énergie cinétique des électrons
et à l’énergie potentielle d’interaction entre le noyau et les électrons. Le troisième terme
correspond à l’énergie potentielle d’interaction entre les électrons.
Le terme de répulsion coulombienne entre les électrons ne peut pas être traité comme
une perturbation car le rapport ρ entre ce terme et l’énergie potentielle d’interaction
noyau/électrons, en considérant que ri ≈ |r1−r2| ≈ 〈r〉, vaut ∼ 12 . Les corrélations électro-
niques jouent donc un rôle majeur dans l’ion négatif H−, elles sont même indispensables à
son existence.
Beaucoup de travaux expérimentaux et théoriques concernant le comportement de la
section efficace de photodétachement de H− avec l’énergie du photon incident ont déjà
été entrepris. Les calculs réalisés sont si précis que l’affinité électronique de l’hydrogène
est mieux connue théoriquement qu’expérimentalement (H est le seul élément dans cette
situation).
1.3.1 Études et intérêts historiques
Stabilité de H− La première démonstration de l’existence de H− comme système lié fut
donnée par Bethe en 1929 [Bet29]. Il utilisa, pour la description de son état fondamental,
la fonction d’onde variationnelle à trois paramètres construite par Hylleraas un an plus tôt
(pour l’hélium) [Hyl28] :
ψ(r1, r2) = Ne−α(r1+r2)(1 + βr12 + γ(r1 − r2)2). (1.13)
Où N est une constante de normalisation, r1 et r2 la position de chacun des deux électrons
et r12 = |r1 − r2| est la distance interélectronique.
En utilisant le principe variationnel de Rayleigh-Ritz 3 pour le calcul des paramètres, il
3. Le principe variationnel de Rayleigh-Ritz consiste à calculer la valeur de l’énergie de l’état fon-
damental en utilisant le fait que E = <ψ0|H||ψ0><ψ0|ψ0> , où H est le hamiltonien du système étudié et ψ0 est
la fonction d’essai qui dépend d’un ou plusieurs paramètres. Les paramètres sont optimisés en annulant
la dérivée première de l’énergie par rapport à chacun d’eux (recherche des extrema). Le comportement
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détermina une énergie de 14,34 eV pour l’état fondamental de H−, supérieure à l’énergie de
liaison de 13,6 eV de l’atome d’hydrogène. L’affinité électronique de l’hydrogène est donc
au moins égale à 0,74 eV. Pour expliquer l’existence de l’ion négatif stable H−, la présence
de la coordonnée r12 dans la fonction d’onde, et donc des corrélations électroniques, s’est
révélée indispensable.
En 1930, Hylleraas démontra indépendamment, par extrapolation le long de la séquence
isoélectronique de l’hélium, l’existence d’un état lié pour H− (eA de 0,715 eV) [Hyl30].
Quatorze ans plus tard, Chandrasekhar fit un pas supplémentaire dans cette direc-
tion [Cha44]. Il révéla la profonde différence de structure entre deux édifices à deux élec-
trons tels que l’hélium et l’ion H−. Alors que l’énergie de liaison de l’hélium peut être bien
approchée par l’utilisation d’une fonction exponentielle du type :
ψ(r1, r2) = e−α(r1+r2),
son application à l’ion négatif d’hydrogène lui confère une nature instable (intrinsèque-
ment cette fonction décrit deux électrons complètement décorrélés). Dès lors, Chandrase-
khar symétrisa la fonction (niveau 1S) pour tenir compte du principe d’exclusion de Pauli
et ajouta un paramètre :
ψ(r1, r2) = e−ar1−br2 + e−ar2−br1 .
Utiliser un second paramètre variationnel b permet de ne pas limiter les électrons à
voir la même charge effective du noyau (écrantage). Ces considérations suffisent à prédire
la stabilité de H−. Chandrasekhar, ne se contentant pas de cette conclusion, alla plus loin en
ajoutant un terme décrivant l’interaction entre les deux électrons à la fonction précédente :
ψ(r1, r2) = (e−ar1−br2 + e−ar2−br1)(1 + cr12),
où r12 correspond à la distance interélectronique.
Ce terme supplémentaire permet de décrire la polarisation de l’édifice atomique. L’ap-
plication du principe de Rayleigh-Ritz donne une énergie de liaison encore plus grande. On
asymptotique aux grandes distances interélectronique de la fonction d’essai, joue un rôle négligeable sur
la valeur de l’intégrale, donc de l’énergie, rendant la méthode peu sensible aux erreurs sur le comporte-
ment asymptotique de la fonction d’onde. En particulier, l’énergie de liaison de l’ion H− peut être calculée
précisément malgré une grande imprécision de la fonction d’onde aux grandes distances interélectroniques.
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conclut que H− doit son existence aux corrélations et notamment, à l’écrantage incomplet
du noyau par les électrons et à la polarisation de l’hydrogène atomique due à la présence
de l’électron supplémentaire.
Échecs des premiers calculs de la section efficace de H− En 1933, Jen [Jen33],
motivé par la nécessité de donner quelques appuis théoriques aux études expérimentales
encore infructueuses pour déterminer l’affinité électronique des ions négatifs, réalisa les
premiers calculs de l’évolution de la section efficace de photodétachement de H− en fonc-
tion de l’énergie du photon incident. Il utilisa, pour décrire l’état lié de l’ion négatif, la
fonction de Hylleraas utilisée par Bethe dans son calcul de l’affinité électronique (équa-
tion 1.13). Il fit l’erreur de décrire l’électron éjecté par une fonction d’onde modifiée par un
potentiel coulombien écranté (il était pourtant conscient de la pertinence du potentiel de
Hartree 1.14) du type Z∗
r
avec Z∗ une constante. Cette description est incompatible avec le
fait que H− ne possède, a priori, qu’un seul état lié. En effet, si le potentiel d’interaction
entre l’électron et le reste du système varie en 1/r, la théorie prédit l’existence d’une infi-
nité d’états de Rydberg. L’argument qui contraignit Jen à choisir ce potentiel au lieu du
potentiel de Hartree est le manque de puissance de calcul. Avec cette hypothèse erronée il
obtient une valeur finie de la section efficace au seuil de détachement.
Massey et Smith [MS36] firent un calcul similaire. Ils supposèrent, contrairement à Jen,
l’absence d’interaction entre l’atome neutre H résiduel et l’électron éjecté le considérant
ainsi comme libre. L’absence de toute interaction implique que la fonction d’onde de l’élec-
tron puisse s’écrire sous la forme d’une onde p libre (fonction d’onde symétrisée constitué
du produit d’une onde plane et de la fonction associée à l’état fondamental de l’hydrogène).
Cependant, l’utilisation d’une fonction d’onde déformée par un potentiel exponentiel pour
décrire l’état lié mena à un résultat erroné. La section efficace bien que nulle au seuil,
décroissait trop vite en s’approchant de la limite d’ionisation.
Présence de H− dans la photosphère du Soleil C’est en 1939 quand Wildt [Wil39]
émit l’hypothèse de la présence de H− dans la photosphère du Soleil pour expliquer l’écart,
dans le rouge-infrarouge (de 600 à 1600 nm), entre son spectre d’absorption et celui du
corps noir, que la communauté scientifique s’intéressa à la question de l’évolution de la
section efficace de photodétachement de H− avec la longueur d’onde du photon. Jusque
là, les recherches s’orientaient vers l’hydrogène neutre ou d’autres éléments relativement
abondants (en particulier des métaux). Dès lors, les calculs des coefficients d’absorption
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(ou section efficace) en fonction de l’énergie du photon incident se sont multipliés.
Calculs de la section efficace de H− En 1940, Massey et Bates [MB40], en approxi-
mant la fonction d’onde de l’état lié par une fonction de Hylleraas à 3 paramètres et
l’état libre par une onde p non-perturbée, ils obtinrent une section efficace satisfaisante,
pour l’époque, quant à sa forme générale mais quantitativement imprécise (maximum de
2, 62.10−21 m2 à 400 nm). Wildt (1941) [Wil41], à partir des résultats des calculs de Massey
et Bates, détermina le spectre d’absorption théorique de l’atmosphère du Soleil supposée
être constituée d’hydrogène et d’électrons libres. La comparaison entre le spectre réel et
la théorie montra de forts désaccords poussant Wildt à supposer l’existence d’un autre
mécanisme d’absorption.
Chandrasekhar refusant de croire à cette hypothèse, supputa un manque de précision
de la fonction d’onde utilisée pour l’état lié. Il encouraga Williamson (1942) [Wil42] à faire
le même calcul mais en utilisant une fonction de Hylleraas à six paramètres (principe de
Rayleigh-Ritz). Ce calcul permit de préciser un peu plus la forme de la section efficace. En
particulier, le maximum (3, 035.10−21 m2 à 475 nm) et le seuil (0, 2646 Ha soit 0, 72 eV) se
trouvent être décalés vers le rouge par rapport au résultat de Massey et Bates (cf. figure 1.4).
Williamson [Wil43] entreprit de comparer le spectre d’absorption de l’atmosphère du Soleil
à un spectre théorique calculé en utilisant ses résultats sur le coefficient d’absorption de
H−. Il obtint un meilleur résultat que Wildt [Wil41] mais le désaccord entre la théorie et
l’expérience restait significatif.
Figure 1.4 – Évolution du coefficient d’absorption (section efficace) de photodétachement
en fonction de l’énergie du photon. En tiret, on peut voir le résultat du calcul de Massey et
Bates [MB40], en trait plein, celui de Williamson [Wil42] (article duquel a été extraite la figure).
En 1943, Chandrasekhar et Krogdahl [CK43] firent une importante découverte. Ils dé-
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terminèrent que la partie de la fonction d’onde située à une distance allant de 4 à 5 rayons
de Bohr du noyau jouait un rôle prépondérant dans l’évolution de la section efficace de
photodétachement. Dans ce même article, ils proposèrent des règles permettant de vérifier
la fiabilité des résultats théoriques. L’application de ces règles démontra une faible fiabilité
des résultats de Williamson [Wil42], en particulier au-delà de 450 nm. Il fut, dès lors, néces-
saire de procéder à de nouvelles investigations. Chandrasekhar suggéra à Henrich [Hen44] de
réaliser un nouveau calcul en utilisant une fonction d’onde de Hylleraas à onze paramètres.
La concordance entre le nouveau spectre d’absorption théorique et le spectre expérimen-
tal s’en trouva améliorée. De plus, Henrich calcula, avec sa nouvelle fonction d’onde et le
principe de Rayleigh-Ritz, une affinité électronique plus précise que Williamson [Wil42] de
∼ 0,75 eV. En revanche, l’application des règles proposées par Chandrasekhar et Krogdahl
démontrait une faible fiabilité des résultats de Henrich.
Jauges de longueur, de vitesse et d’accélération Ce problème de convergence lente
fut résolu par Chandrasekhar en 1945 [Cha45a]. Il remarqua que l’expression habituelle
pour calculer les éléments de transition dipolaire électrique dite jauge de longueur n’est
précise qu’aux grandes distances du noyau. De plus, il montra que cette partie ne joue qu’un
rôle mineur dans le résultat final, d’où la lente convergence des calculs précédents. Pour
pallier cela, il proposa des expressions alternatives jauge de vitesse et jauge d’accélération
pour calculer l’élément de transition dipolaire électrique dont dépend la section efficace. Il
démontra qu’il y avait une meilleure adéquation, entre les résultats de Williamson et Hen-
rich et ses règles [CK43], lorsqu’ils étaient recalculés en jauge de vitesse. Plus précisément,
Chandrasekhar montra que les éléments de matrice de transition étaient proportionnels à
une intégrale mettant en jeu une fonction de poids (weighting function) qui dépendait de
la distance interélectronique [Cha44] et dont la forme variait selon le formalisme utilisé
(jauge de longueur, de vitesse ou d’accélération, cf. figure 1.5).
On constate, au vu des courbes représentées sur la figure 1.5, que les parties des fonc-
tions d’onde (en terme de distance interélectronique) qui jouent le plus grand rôle dans les
calculs de section efficace dépendent beaucoup de la jauge utilisée (les éléments de transi-
tion dont dépendent la section efficace sont proportionnels à une intégrale mettant en jeu
cette fonction de poids). En particulier, en jauge de vitesse, les distances interélectroniques
intermédiaires jouent un rôle central. Ces différentes jauges ne mènent au même résultat
que dans le cas où les fonctions d’onde de l’état lié et libre sont exactes.
Dans la même année, Chandrasekhar publia le résultat d’un nouveau calcul [Cha45b],
20
1.3 État de l’art du photodétachement de H−
Figure 1.5 – Sur cette figure est représentée la fonction de poids (weighting function) dans les
trois cas jauge de longueur WL, de vitesse WV et d’accélération WA. Figure tirée de l’article de
revue de Bates [Bat78].
réalisé en jauge de vitesse, dans lequel il considéra que l’électron éjecté et l’atome d’hydro-
gène résiduel, interagissent au travers du potentiel de Hartree 4 :
V (r) = −(1
r
+ 1)e−2r. (1.14)
Il calcula un maximum de section efficace un peu plus élevé que celui qu’il obtint dans
l’hypothèse d’une onde p libre [Cha45a]. S’il avait considéré les corrélations électroniques de
type échange (principe de Pauli), il aurait observé une diminution de la valeur du maximum
de la section efficace [MB40].
On récapitule dans le tableau 1.1, l’ensemble des résultats obtenus concernant le pho-
todétachement de H− jusqu’à la publication de Chandrasekhar en 1945.
4. Le potentiel de Hartree est le potentiel moyen que voit un électron diffusant sur un atome neutre
d’hydrogène dans le cas où la fonction d’onde de H est supposée ne subir aucune déformation durant l’in-
teraction. Plus précisément, il s’agit de la moyenne sphérique du potentiel d’interaction des deux électrons,
ce qui revient à ne considérer que certaines corrélations radiales entre les électrons (et aucune corrélation
angulaire). Dans le cas du photodétachement, l’interaction a pour effet de déformer légèrement l’onde p
libre précédemment considérée (absence d’interaction).
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1.3 État de l’art du photodétachement de H−
1.3.2 Affinité électronique
L’affinité électronique est définie comme la différence entre l’énergie de liaison totale
de l’atome et l’énergie totale de liaison de l’ion négatif associé (cf. équation 1.1). Cette
quantité est donc étroitement liée aux corrélations électroniques. Sa connaissance précise
est nécessaire pour les calculs de la section efficace de photodétachement avec l’énergie du
photon excitateur. Une incertitude sur l’affinité électronique entraîne une incertitude sur
la position du seuil et donc une incertitude globale sur la courbe de section efficace.
Après les travaux précurseurs de Bethe [Bet29], Hylleraas [Hyl30], Williamson [Wil42]
et Henrich [Hen44], les théoriciens, mais aussi les expérimentateurs, continuèrent à préciser
la valeur de l’affinité électronique de l’hydrogène. Pour les théoriciens, le travail consista à
déterminer la forme la plus aboutie de la fonction d’onde décrivant l’état lié de H− et d’en
déduire, souvent via l’utilisation d’un principe variationnel (le principe de Rayleigh-Ritz
par exemple), l’énergie de l’état fondamental. Dans cette course à la précision il y a, pour
les théoriciens, deux aspects essentiels et complémentaires. Le premier aspect est la réso-
lution de l’équation de Schrödinger à deux électrons, avec ou sans l’hypothèse d’un noyau
de masse infinie, de manière à déterminer le plus précisément possible la valeur de l’affinité
électronique non-relativiste et éventuellement à noyau de masse infinie. Le deuxième aspect
est le calcul de termes correctifs non-pris en compte dans l’étape précédente incluant : les
corrections relativistes, les corrections dues à la masse et à la taille finies du noyau, les
corrections dues à l’existence de moments magnétiques de spin mais encore celles dues à la
finitude de la vitesse de propagation des champs électromagnétiques générés par les parti-
cules etc. Les résultats théoriques intermédiaires comme l’affinité non-relativiste et à noyau
de masse infinie sont précieux puisque leurs comparaisons avec les mesures expérimentales
permettent d’extraire la valeur des corrections non-prises en compte.
On répertorie dans les tableau 1.2 et 1.3 une grande partie des données expérimentales
et théoriques de l’affinité électronique de l’hydrogène obtenues au cours du temps.
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Réf. Méthode de mesure eA (cm−1)
[KD60] Ionisation de surface 6452(810)
[WA64] Extrapol. σ photodétachement Smith et Burch [SB59] 6210(162)
[Ber69] Spectre stellaire 6202(105)
[MW74] Production paires ions (H+ + H−) avec H2 6081(17)
[Fel75] Photodétachement seuil 6080(17)
[Fro81] Photodétachement seuil 6073(41)
[LML91] Photodétachement seuil H (F = 0) 6082,99(15)
[HZGM97] Photodétachement seuil piège Penning 6082,8(7)
[LSH+09],[SHHH99] Reprise de [MW74] biblio récente 6082,04(100)
NIST Production paires ions (H+ + H−) avec H2
Table 1.2 – Liste non-exhaustive des mesures expérimentales de l’affinité électronique de l’hy-
drogène. On doit la mesure la plus précise à Lykke et al.[LML91] (en gras). Base de données
atomiques du NIST : http://www.nist.gov/pml/data/asd.cfm
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Chapitre 1 : Photodétachement d’ions négatifs : état de l’art pour H−
C’est Hylleraas et Midtdal qui relancèrent le sujet en 1956 [HM56]. Ils calculèrent, à
l’aide d’une fonction d’onde élaborée à partir de 24 termes dont 20 construits selon une mé-
thode proposée par Hylleraas lui-même [Hyl30], une affinité électronique non-relativiste et
à noyau de masse infinie plus grande que les valeurs antérieures de 0,7544 eV. L’approxima-
tion de la fonction d’onde par l’utilisation de termes logarithmiques dans le développement
accélère la convergence du résultat.
Calculs de termes correctifs de polarisation de la masse et relativistes En 1957,
Hart et Herzberg [HH57] réalisèrent indépendamment une étude similaire à celle de Hylle-
raas et Midtdal en calculant l’affinité électronique à l’aide d’une fonction de Hylleraas à 20
paramètres. Leur intention était initialement d’aller plus loin dans le développement mais
ayant entretemps pris connaissance des résultats de Hylleraas et Midtdal, ils décidèrent d’en
rester là pour comparaison. Leur valeur de 0,0276447 Ha (soit 0,7523 eV ou 6060,03 cm−1)
était manifestement plus petite que celle d’Hylleraas et Midtdal. Cela s’expliquait par le
fait que ces derniers avaient considéré 4 paramètres logarithmiques supplémentaires dans
leur fonction d’onde. Contrairement aux travaux antérieurs, Hart et Herzberg calculèrent
le décalage en énergie dû aux effets de polarisation de masse. Pour cela ils considérèrent,
d’une part, la constante de Rydberg de masse réduite RM = 109677,58 cm−1 (valeur de
l’époque) :
RM =
M
m+MR∞, (1.15)
avec m la masse de l’électron et M la masse du noyau.
D’autre part, le décalage en énergie donné par une expression déterminée par Wilets
et Cherry (réf. 5 de leur article). Le résultat est une réduction de l’affinité électronique de
3,969 cm−1.
Pekeris publia deux articles importants en 1958 puis en 1962 [Pek58, Pek62] dans les-
quels il calculait l’affinité électronique non-relativiste de l’ion négatif d’hydrogène avec une
meilleure précision que ses prédécesseurs, et des termes correctifs de polarisation de masse
et relativistes. Le deuxième article constituait un raffinement du premier. Pekeris utilisa,
pour son calcul, les fonctions à 203 paramètres [Pek58] et à 444 paramètres [Pek62] un peu
différentes de celles définies par Hylleraas [Hyl30]. La première différence entre sa fonc-
tion et celle d’Hylleraas réside dans le choix des coordonnées, il n’utilisa pas s = r1 + r2,
t = r1 − r2 et u = r12 dans le développement mais les coordonnées périmétriques :
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u = (r2 + r12 − r1), v = (r1 + r12 − r2), w = 2(r1 + r2 − r12).
Ce changement fait suite au constat de Pekeris selon lequel le jeu des trois variables
d’Hylleraas ne constituait pas un ensemble de variables indépendantes, ce qui rendait
difficile le développement de la fonction d’onde de l’état lié de H−.
La fonction de Hylleraas contient un terme exponentiel décroissant dont le rôle est de
décrire le comportement de la fonction à grande distance du noyau. Pekeris figea la valeur du
paramètre contenu dans l’argument de l’exponentielle plutôt que de le considérer comme
variationnel (comme le fit Hylleraas). Cela lui permit d’assurer un bon comportement
asymptotique de la fonction d’onde.
Il obtint, avec sa fonction à 203 paramètres (et 444 paramètres), une affinité électronique
non-relativiste avec noyau de masse infini de 0.0277509356 Ha (les cinq derniers chiffres ne
sont pas significatifs) à comparer au résultat avec 444 paramètres 0.0277510062954 Ha.
Pekeris alla plus loin en calculant de nombreux termes correctifs. Il calcula, comme
le firent Hart et Herzberg [HH57], quelques corrections dues à la finitude de la masse du
noyau. Il détermina, en utilisant la constante de Rydberg de masse réduite, l’ordre 1 du
terme dit de polarisation de la masse (mass-polarization) qui apparaît lorsque l’on exprime
le hamiltonien dans le système de coordonnées du centre de masse. La valeur qu’il obtint
était proche de celle de Hart et Herzberg, -3,927941 cm−1 au lieu de -3,969 cm−1 (le calcul
à 444 paramètres confirmait ce résultat -3.927930 cm−1 5).
De surcroît, il calcula un grand nombre de corrections relativistes (5 au total), le terme
de Darwin (notée "1" dans le tableau 1.4), la correction due à la variation de la masse
avec la vitesse ("2"), un terme caractéristique de l’équation de Dirac ("3"), le terme dû à
l’interaction spin-spin des deux électrons ("4") et finalement un terme dû à la finitude de
la vitesse de propagation du champ électromagnétique produit par les électrons ("5"). On
donne les valeurs de l’ensemble des corrections obtenues par Pekeris dans le tableau 1.4
ainsi que celles déduites avec les valeurs actuelles des constantes (2013).
Premières mesures expérimentales de l’affinité électronique de l’hydrogène La
valeur extrêmement précise de l’affinité électronique de l’hydrogène obtenue par Pekeris
(en réalité, précise à 10−2 cm−1 près) ne demande qu’à être vérifiée expérimentalement. Le
5. Les résultats donnés dans le texte sont ceux obtenus avec les valeurs des constantes de l’époque.
Pekeris nous donne la possibilité de réévaluer l’ensemble des termes avec les constantes actuelles (voir
annexe B de [Pek62])
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Terme 203 param. (cm−1) 444 param. (cm−1)
constantes Pekeris actuelles constantes Pekeris actuelles
Rydberg 109677,577 cf. légende 109677,577 cf. légende
Polar. masse -3,927941 -3,9279792(4) -3,927930 -3,9279680(5)
1 -1,460093 -1,46012 -1,460093 -1,46012
2 7,191177 7,19130695(1) 7,191186 7,19131571(1)
3 -6,037590 -6,03769888(1) -6,038257 -6,03836574(1)
4 -0,100693 -0,10069475(1) -0,100555 -0,10055684(1)
5 0,103705 0,10370725(1) 0,103677 0,10367907(1)
Somme -0,30349 -0,303499(1) -0,30404 -0,304048(1)
Total -4,23143 -4,231479(1) -4,23197 -4,232016(1)
eA sans corr. 6087,3108 6087,3111 6087,3263 6087,3266
eA avec corr. 6083,0793 6083,0796 6083,0943 6083,0946
Table 1.4 – Dans ce tableau sont présentées, l’affinité électronique non-relativiste et adiabatique
(noyau de masse infinie), les corrections de polarisation et les corrections relativistes, calculées par
Pekeris avec ses fonctions à 203 et à 444 paramètres. Pekeris utilisait les constantes : RM = R∞
mp
mp+me (constante de Rydberg de masse réduite), a = 2
me
mp
RM et b = α2RM données dans l’annexe
B de son article de 1962 [Pek62]. Les valeurs actuelles des constantes fondamentales sont : la masse
de l’électron me = 9,10938291(40).10−31 kg, la masse du proton mp = 1,672621777(74).10−27 kg,
la constante de structure fine α = 7.2973525698(24).10−3 et la constante de Rydberg de masse
infinie R∞ = 109737,31568539(55) cm−1 [MTN12]. On recalcule les valeurs des constantes de
Pekeris RM, a et b, avec les constantes fondamentales actuelles : RM = 109677,583406(6) cm−1
(constante de Rydberg réduite), a = 119,464558(11) et b = 5,840479878(5).
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manque de résultats expérimentaux a été en partie comblé durant les années 1960. On doit
la première mesure a Khvostenko et Dukel’skii [KD60] qui obtinrent 0,8(1) eV. La précision
de cette mesure est largement insuffisante pour constituer une vérification raisonnable des
résultats théoriques.
En 1964, Weisner et Armstrong [WA64], en se basant sur l’expression analytique de la
section efficace développée par Armstrong en 1963 (cf. sous-section 1.3.3.1), extrapolèrent
jusqu’au seuil la courbe expérimentale de Smith et Burch [SB59]. Ils déterminèrent une
affinité électronique un peu élevée de 0,77(2) eV mais cinq fois plus précise que la mesure de
Khvostenko et Dukel’skii. Cette valeur est en accord avec l’ensemble des résultats théoriques
depuis la publication de Hylleraas et Midtdal en 1956.
En 1969, Berry [Ber69] détermina l’affinité électronique de l’hydrogène à partir du
spectre d’Aldébaran (une étoile géante rouge de la constellation du Taureau). Il obtint
une valeur de 0,756(13) eV qui est un peu plus précise que celle obtenue par Weisner et
Armstrong.
Termes logarithmiques dans la fonction de Hylleraas Entretemps, Frankowski et
Pekeris [FP66] calculèrent l’affinité électronique de H par le biais d’une fonction contenant
des termes logarithmiques et quelques termes rationnels inexistants dans le développe-
ment classique de Hylleraas. Tout comme Hylleraas et Midtdal [HM56], ils conclurent que
l’ajout de ces termes a pour effet d’accroître, toutes choses égales par ailleurs, la vitesse
de convergence vers la valeur exacte de l’affinité électronique. À titre de comparaison, ils
obtinrent, avec une fonction à 170 paramètres, une affinité plus précise que Pekeris [Pek62]
avec ses 444 paramètres. Ultérieurement, et en dépit de ces bons résultats, les théoriciens
n’utilisèrent plus de termes logarithmiques dans leurs fonctions d’onde.
Désaccord sur la valeur de l’affinité électronique de l’hydrogène En 1970, Aa-
shamar [Aas70] procéda à un calcul de l’affinité électronique de H avec la méthode va-
riationnelle de Hylleraas-Scherr-Knight. Il inclut dans son calcul beaucoup de corrections
toutes déjà calculées par Pekeris [Pek58, Pek62]. Il prit en compte la finitude de la masse
du noyau en calculant, à l’ordre 1, le terme de polarisation de masse qui représente le mou-
vement du noyau imposé par les corrélations entre les électrons. Il calcula plusieurs termes
relativistes, un terme dû à la variation de la masse avec la vitesse, un terme dû au retard de
propagation du champ électromagnétique entre les électrons, un terme caractéristique de
la théorie de Dirac et un terme représentant l’interaction entre les spins des deux électrons
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Terme Pekeris Aashamar
Ha (cm−1) Ha (cm−1)
Polar. masse -0,0000179067 -3,9279 -0,0000179086 -3,9283
Relat. -0,0000013861 -0,30405 0,0000052684 1,1556
Darwin -0,0000066559 -1,4600 non-calculé non-calculé
Sans Darwin 0,0000052702 1,1559 0,0000052684 1,1556
Radiatif -1,7.10−8 -0,0037 -0,00000125274 -0,27479
eA sans corr. 0,02775100 6087,325 0,0277513 6087,391
eA avec corr. 0,02773174 6083,089 0,0277386 6084,343
eA Darwin 6083,089 6082,883
Table 1.5 – Comparaison des résultats des calculs de Pekeris [Pek58, Pek62] et Aasha-
mar [Aas70]. La constante de Rydberg de masse réduite utilisée est celle donnée par Aashamar :
109677,58 cm−1. Le terme de Darwin correspond au terme "1" du tableau 1.4. La ligne "eA avec
corr." correspond à l’affinité électronique "eA sans corr." corrigée des termes listés dans la première
partie du tableau. La ligne "eA Darwin" est l’affinité électronique corrigée, pour Aashamar, du
terme manquant de Darwin.
(le terme spin-orbite est nul dans le cas du niveau lié de H− car il s’agit d’un état singulet).
Contrairement à Pekeris, Aashamar ne considéra pas le terme de Darwin. Enfin, il déter-
mina certaines corrections radiatives comme le décalage de Lamb dû aux fluctuations de
l’état du vide (Pekeris calcula ce terme avec sa fonction à 203 paramètres). Les résultats
de Aashamar et de Pekeris sont compilés et comparés dans le tableau 1.5
On remarque qu’Aashamar, dans son calcul de l’affinité électronique non-relativiste
et avec noyau de masse infinie, a trouvé une valeur ∼ 0,07 cm−1 plus grande que celle de
Pekeris. De plus, on constate que le terme correctif relativiste est très différent d’une théorie
à l’autre : ∼ 1, 46 cm−1 d’écart. On explique ce résultat en se souvenant que Aashamar
a omis le terme de Darwin dans son calcul. Ce dernier engendre en effet un décalage en
énergie de l’ordre de 1,46 cm−1 qui est, à 0,003 cm−1 près, l’écart entre les deux résultats de
Pekeris et Aashamar. Quant au terme radiatif, on observe un très fort désaccord entre les
deux théories (deux ordres de grandeurs). Par ailleurs, on constate que le terme correctif dû
à la masse finie du noyau a une valeur extrêmement proche d’une théorie à l’autre (écart de
0,0004 cm−1). À partir de l’ensemble de ces résultats, on peut calculer une nouvelle valeur
de l’affinité électronique en prenant en compte le terme de Darwin (cf. tableau 1.5). On
constate que l’écart entre les deux valeurs est de ∼ 0,3 cm−1. L’essentiel de cette différence
provient du désaccord sur la valeur du terme de correction radiatif et, dans une moindre
mesure, sur l’évaluation de l’affinité électronique non-relativiste et à noyau de masse infinie.
Une mesure expérimentale est nécessaire pour départager les deux théories.
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Mesures expérimentales de l’affinité électronique de l’hydrogène En 1974, Mc-
Culloh et Walker [MW74] étudièrent la formation photodissociative de la paire d’ions
H+ + H− à partir de la molécule H2 dont ils déterminèrent le seuil à 17,323(2) eV (énergie
notée EIP). Ce processus peut être décomposé en plusieurs processus, la dissociation de la
molécule de dihydrogène puis la formation d’un hydrogène négatif et d’un hydrogène posi-
tif. Cela revient à considérer que l’énergie de la formation de la paire est reliée à l’affinité
électronique selon la relation suivante :
eA(H) = D0(H2) + IE(H)− EIP, (1.16)
où D0(H2) est l’énergie de dissociation de la molécule H2, IE(H) est l’énergie d’ionisation
de l’hydrogène.
McCulloh et Walker [MW74], sachant que D0(H2) = 4,478 eV et IE(H) = 13,599 eV,
déterminèrent une affinité électronique de l’hydrogène de 0,754(2) eV (6081(17) cm−1) qui
est en bon accord avec les résultats théoriques de Aashamar et Pekeris.
Depuis, d’autres mesures plus précises de ces quantités ont été obtenues. Liu et
al. [LSH+09] mesurèrent une valeur précise de l’énergie de dissociation D0(H2) =
36118,06962(37) cm−1 et Shiell et al. [SHHH99], l’énergie de photodissociation de H2 en
une paire d’ions H+ + H−, EIP = 139714,8(10) cm−1. Finalement, l’énergie d’ionisation
de l’hydrogène IE(H) est donnée par le NIST 6 109678,77174307(10) cm−1. À partir de ces
données récentes, on peut déterminer une affinité électronique plus précise que celle obte-
nue par McCulloh et al.. L’application numérique donne une affinité électronique égale à
6082,04(100) cm−1 (soit 0,75408(13) eV). Ce résultat est en très bon accord avec les ré-
sultats théoriques et expérimentaux. Actuellement, la mesure expérimentale la plus précise
est celle donnée par Lykke et al. [LML91] à 6082,99(15) cm−1 (on discutera plus en détail
de leurs travaux plus loin dans la section).
L’énergie la moins précise actuellement mesurée (parmi les quatre citées ci-dessus) est
celle associée au processus de dissociation d’une molécule H2 en une paire H+ + H−. À
partir des données bibliographiques récentes et de l’équation 1.16, on peut en déterminer
une valeur plus précise : 139713,85(16) cm−1 (soit 17,322231(3) eV).
En 1975, Feldmann [Fel75] mesura à son tour l’affinité de l’hydrogène avec le même
degré de précision que McCulloh et al.. Son expérience consistait à faire s’intersecter un jet
d’ions H− de 3 keV avec un laser accordable. En balayant la longueur d’onde du laser autour
6. Base de données atomiques de NIST : http://www.nist.gov/pml/data/asd.cfm
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du seuil de détachement de l’hydrogène négatif, il parvint à mesurer l’évolution, en relatif,
de la section efficace de photodétachement. L’ajustement des données expérimentales avec
une loi de Wigner permit à Feldmann d’extraire une valeur de l’affinité de 0,7539(20) eV
(6081(17) cm−1) qui se situe bien dans les barres d’erreurs des mesures précédentes. On
appelle cette méthode de mesure "Laser Photodetachment Threshold spectroscopy" (LPT).
En 1981, Charles Alan Frost [Fro81, BBC+81] publia ses travaux de thèse sur l’étude
expérimentale de la section efficace de photodétachement, à un et deux électrons, de l’ion
H−. Pour ses expériences, il exploita un faisceau d’ions H− relativistes (800 MeV, soit
∼ 2,52.105 km/s), relativement fin (2 mm de diamètre) et peu divergent (0,2 mrad), en
sortie de l’accélérateur du Los Alamos Meson Physics Facility (LAMPF). Il s’agissait d’un
faisceau impulsionnel (durée 600 µs, 120 Hz) ces impulsions étant elles-mêmes constituées
de micro-impulsions de 0,25 ns et espacées de 5 ns. Pour réaliser le photodétachement, il
utilisa les quatre premières harmoniques d’un laser Nd:YAG pulsé (fondamental à 1064 nm)
produisant des impulsions longues, de 9 ns, très énergétiques (0,7 J soit ∼ 78 MW de
puissance crête) et avec un taux de répétition de 10 Hz.
L’avantage de travailler avec un faisceau relativiste est qu’il lui fut possible de ba-
layer la longueur d’onde du laser sur une bande spectrale extrêmement étendue allant
de l’infrarouge (3647 nm, 0,34 eV) à l’ultraviolet (78 nm, 15,9 eV) en passant par le vi-
sible. Le seuil du photodétachement à deux électrons est situé à 14,35 eV. Pour réaliser un
tel exploit, il balaya l’angle d’intersection du laser avec le jet d’ions de façon à modifier
continûment le décalage Doppler perçu par les ions. Pour cela, il s’appuya sur un système
de balayage sur 360°, avec 31 µrad de résolution. Frost mesura, en relatif, la courbe de
section efficace de photodétachement sur la gamme de longueur d’onde accessible (cf. sous-
section 1.3.3.1).Pour cela, il mesura le nombre de neutres produits par photodétachement,
le nombre d’ions négatifs et le nombre de photons incidents. En ajustant les mesures près
du seuil avec la loi de Wigner (méthode LPT), il obtint une valeur de l’affinité électronique
de l’hydrogène de 0,753(5) eV. Cette valeur est moins précise mais est en accord avec les
résultats antérieurs.
En 1991, Lykke et al. [LML91] déterminèrent, dans une expérience de photodétache-
ment d’un jet d’ions H− (ou D−) avec un laser à centres colorés (0,5 W, 1 GHz), l’affinité
électronique de l’hydrogène. Ils mesurèrent, en faisceau copropageant et contrapropageant
(le jet d’ions et le faisceau laser se propagent selon une même direction), la section efficace
relative autour du seuil de détachement. L’ajustement de leurs données avec une loi de
Wigner, compte tenu de la structure hyperfine du fondamental de l’hydrogène, leur per-
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mettait d’extraire, dans les deux configurations, la position du seuil. Après prise en compte
de l’effet Doppler, ils obtinrent une affinité électronique de 1H (F=0) à 6082,99(15) cm−1 et
de D (F = 12) à 6086,2(6) cm
−1. Ces mesures sont les plus précises actuellement disponibles.
En 1997, Harms et al. [HZGM97], avec leur dispositif expérimental constitué d’un piège
de Penning dans lequel étaient produits (par attachement dissociatif d’électrons lents sur
des molécules d’ammoniac NH3) et stockés des ions H−, mesurèrent, par la méthode LPT,
une valeur de 6082,8(7) cm−1 (0,75417(9) eV) pour l’affinité électronique de H (mesure la
plus récente en 2013). Cette mesure est moins précise mais en accord avec celle de Lykke
et al..
Structure hyperfine de l’état 1s de l’hydrogène et termes correctifs pour le
calcul de l’ eA En 1988, Drake [Dra88] calcula l’énergie de liaison non-relativiste de H−
à noyau de masse infinie ainsi qu’une grande quantité de corrections. Il utilisa une fonction
d’onde de type Hylleraas doublée à 616 paramètres (deux sommes de termes contenant les
mêmes combinaisons de puissances de r1, r2 et r12 mais ayant des paramètres exponentiels
différents). Il considéra l’ensemble des corrections d’ordre α2, µM , (
µ
M)
2 et α2 µM avec α la
constante de structure fine, M la masse du noyau et µ la masse de la particule réduite ; celles-
ci comprennent les termes relativistes d’ordre 1 et 2, les termes de polarisation de la masse
d’ordre 1 et 2, le décalage d’énergie dû au recul du noyau, les corrections radiatives (dont le
terme d’ordre 1 du Lamb shift) et la correction due à la taille finie du noyau. Les résultats
sont compilés dans le tableau 1.6 et comparés aux calculs antérieurs de Pekeris [Pek62] et
Aashamar [Aas70].
D’après le tableau, les calculs de l’affinité non-relativiste et à noyau de masse infinie et
de la correction radiative de Aashamar, ne concordent pas avec les résultats de Drake et de
Pekeris. L’origine de ces écarts est à ce jour inconnue. En revanche, les résultats de Drake
sont en accord avec ceux de Pekeris à 10−2 cm−1 près. Selon Drake, la précision de ses résul-
tats est meilleure que 10−6 cm−1. Il donne une valeur de l’énergie de liaison non-relativiste
et à noyau de masse infinie avec une précision considérable : -0,527751016544203 Ha (soit
6087,328863(7) cm−1 avec les constantes actuelles [MTN12]). En incluant les termes cor-
rectifs, l’affinité électronique est de 6083,099413(7) cm−1.
Un problème persiste car ni Pekeris, ni Aashamar, ni Drake ne font allusion au doublet
hyperfin du niveau fondamental de l’hydrogène dont l’écart de 0,04737963594 cm−1 [Kra10]
dépasse très largement la précision affichée par Drake. Si l’on en croit Andersen et
al. [AHH99], la valeur obtenue par Drake (communication privée) correspond au "bary-
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Terme Pekeris (cm−1) Aashamar (cm−1) Drake (cm−1)
Polar. masse ordre 1 -3,9279 -3,9283 -3,925830
Polar. masse ordre 2 non-calculée non-calculée 0,003885
Relativiste -0,30405 1,1556 -0,304232
-0,3044
Radiatif -0,0037 -0,27479 -0,003776
Recul noyau non-calculée non-calculée 0,000504
Taille noyau non-calculée non-calculée -0,000001
eA sans corr. 6087,325 6087,391 6087,328863
eA avec corr. 6083,096 6084,32 6083,099413
6082,88
eA avec SHF (F = 0) 6083,060 6082,84 6083,063878(7)
Table 1.6 – Dans ce tableau, sont comparés les résultats de l’affinité électronique non relati-
viste et adiabatique (noyau de masse infinie) ainsi que diverses corrections calculées par Peke-
ris [Pek58, Pek62], Aashamar [Aas70] et Drake [Dra88]. On observe une très bon accord entre
les résultats de Drake et ceux de Pekeris. En revanche, les résultats de Aashamar concernant
les corrections radiatives et l’affinité électronique de l’hydrogène dans l’hypothèse adiabatique
(noyau de masse infinie) sont très différents de ceux de Pekeris et Drake. On utilise une valeur
de 109677,583406(6) cm−1 pour la constante de Rydberg de masse réduite. Les termes en rouge
sont ceux pour lesquels on a ajouté la correction due au terme de Darwin calculé par Pekeris et
omise par Aashamar. La dernière ligne donne les affinités avec prise en compte de la structure
hyperfine (SHF) du niveau fondamental de l’hydrogène [Kra10].
centre" d’énergie. Sachant que la structure hyperfine de l’état fondamental de l’hydrogène
est composé de deux niveaux F = 0 et F = 1 impliquant 1:3 comme poids statistiques, on
déduit les énergies de transition vers les deux niveaux hyperfins de l’état fondamental de
l’hydrogène : 6083,063878(7) cm−1 (F = 0) et 6083,111258(7) cm−1 (F = 1) 7.
Calculs de l’affinité électronique de l’hydrogène de masse infinie En 1994, Thak-
kar et Koga [TK94] utilisèrent, pour décrire l’état lié de H−, une fonction d’onde de type
Hylleraas mais en considérant des puissances fractionnaires pour les éléments du déve-
loppement. Avec 455 termes, ils calculèrent, sans considération de la structure hyperfine,
l’énergie de liaison de H− non-relativiste sous l’hypothèse d’un noyau de masse infinie de
0,527751016544240 Ha (meilleure précision que Drake [Dra88]).
Ackermann [Ack95] détermina la solution de l’équation de Schrödinger adiabatique
(noyau de masse infinie) à deux électrons en utilisant la méthode des éléments finis. Cette
méthode consiste à découper un domaine limité de l’espace (en dehors de celui-ci, les
quantités pertinentes sont considérées comme négligeables) en cellules (en l’occurrence,
7. Harms et al. [HZGM97] prétendent que les calculs menés par Pekeris et Drake concernaient l’écart
entre le niveau fondamental de H− et le niveau hyperfin F = 0 du fondamental de H.
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de forme tétraédrique). Dans chacun de ces tétraèdres est définie la partie associée de la
fonction d’onde solution approximative de l’équation de Schrödinger. Avec 2005 points (un
point correspondant à un sommet d’un tétraèdre éventuellement dégénéré) et un domaine
dont l’étendue est restreinte par la condition r1 + r2 ≤ 120 a0, il détermina une affinité
électronique relativement précise (3 chiffres significatifs de moins que Drake [Dra88]).
En 2002, Drake [DCN02] affina sa méthode de calcul de l’énergie de liaison non-
relativiste de H− à noyau de masse infinie de 1988 [Dra88]. Il développa la fonc-
tion de l’état lié sur une base triplée de fonctions de type Hylleraas à 2276 termes.
Il obtint avec celle-ci une énergie de liaison pour l’hydrogène d’une précision prodi-
gieuse égale à 0,527751016544377197 Ha à comparer au résultat de Frolov [Fro98] de
0.527751016544302 Ha avec un noyau de masse infinie. La traduction de ces valeurs dans
des unités plus conventionnelles pour comparaison n’est pas possible dû au manque de
précision actuel sur les constantes fondamentales [MTN12].
Calculs de l’affinité électronique du protium, du deutérium et du tritium et
amélioration de l’affinité électronique de l’hydrogène de masse infinie En 1997,
une étape supplémentaire fut franchie par Kinghorn et al. [KA97] qui considérèrent pour la
première fois le hamiltonien dans sa forme non-relativiste et non-adiabatique (masse finie
du noyau). Ils utilisèrent pour leurs calculs une fonction à 512 paramètres développée sur
la base des fonctions gaussiennes explicitement corrélées. Une méthode variationnelle fut
employée pour optimiser les paramètres de la fonction d’onde. Le calcul avec cet hamil-
tonien non-adiabatique permit de prendre en compte le décalage complet dû à la finitude
de la masse du noyau. Ils calculèrent une valeur de 6083,4058 cm−1. En retranchant à la
valeur obtenue l’ensemble des corrections précédemment déterminées par Drake [Dra88]
(0,307505 cm−1), ils obtinrent une affinité électronique de 6083,0983 cm−1. Ce résultat est
un peu différent de la valeur exacte obtenue par Drake (erreur de -0,0011 cm−1) mais les
auteurs conclurent que ce désaccord pouvait être corrigé en modifiant leur fonction d’onde
de manière à accroître la vitesse de convergence de leur méthode. Une remise à l’échelle
appropriée des corrections de Drake leur permit de déduire l’affinité électronique du deuté-
rium 6086,7126 cm−1 et du tritium 6087,9168 cm−1 (ces valeurs étant entachées, a priori,
de la même erreur que l’hydrogène).
Un an plus tard, Frolov [Fro98] calcula, comme le fit Kinghorn et al. (qu’il ne cite
d’ailleurs absolument pas), l’affinité électronique non-relativiste et non-adiabatique du pro-
tium (1H), du deutérium, du tritium mais aussi du muonium. Il s’appuya sur une forme
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variationnelle de la fonction d’onde qu’il exprima dans les coordonnées relatives (r21, r32
et r31) et développa sur une base de fonctions exponentielles (contenant chacune 3 para-
mètres variationnels). Il utilisa au mieux 800 termes (soient 3200 paramètres). Il calcula
une énergie de liaison de l’hydrogène de 0,527445881114104 Ha (soit avec les constantes
actuelles [MTN12] 6083,406920(7) cm−1). En retranchant les corrections relativistes (com-
prenant l’ensemble des corrections évoquées moins les corrections de polarisation) calculées
par Drake [Dra88], on trouve une affinité électronique de ∼ 6083,099415(7) cm−1 identique
à celle de Drake. Dans l’hypothèse d’une masse infinie, il obtint 0.527751016544302 Ha soit
avec les conversions actuelles 6090,644126(7) cm−1).
En 2003, Frolov et Smith [FS03] calculèrent l’énergie de liaison du protium, du deu-
térium, du tritium et de l’hydrogène de masse infinie. Ils ne modifièrent (par rapport au
calcul de 1998 [Fro98]) que l’algorithme d’optimisation des paramètres variationnels situés
en argument des exponentielles qui constitue la base sur laquelle ils développent la fonc-
tion d’onde de l’état lié. Avec leur méthode ils obtinrent une affinité avec une précision de
deux ordres de grandeurs meilleure que celle que Drake et al. [DCN02] déterminèrent pour
l’hydrogène non-relativiste de noyau de masse infinie.
En 2005, Frolov [Fro05] affina encore une fois son calcul de l’énergie de liaison de
l’hydrogène non-relativiste de masse infinie, du protium, du deutérium et du tritium.
Pour cela, il calcula les termes d’ordre le plus bas des corrections radiatives. L’effet de
sur l’énergie de liaison est extrêmement faible, il obtint pour le protium une valeur de
0,5274458811141788934109 Ha (valeur actuelle la plus précise) à comparer à celle obtenue
en 2003 égale à 0,5274458811141788933911 Ha.
Le calcul le plus récent de l’énergie de liaison date de 2010 et a été réalisé par Klopper
et al. [KBTH10]. La précision donnée est bien plus faible que celle obtenue dans les travaux
antérieurs. Le mérite de cet article est de donner les affinités électroniques avec une précision
comparable (5 chiffres significatifs) pour tous les éléments jusqu’au fluor.
1.3.3 Section efficace de photodétachement de H−
1.3.3.1 Section efficace autour du maximum
Mesures, loin du seuil, de la section efficace de photodétachement de H− Le
première observation du photodétachement en laboratoire ne fut effective qu’en 1954 après
que Wade L. Fite [Fit53] eut mis au point les premières sources d’ions négatifs à fort courant
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(H− et O−). L’année d’après, Branscomb et Smith [BS55] réalisèrent des études quanti-
tatives concernant l’évolution de la section efficace en fonction de l’énergie des photons
absorbés. L’expérience consistait à éclairer un jet d’ions H− avec la lumière émise par une
lampe à tungstène. Le spectre de cette lampe étant large, la sélection en longueur d’onde
se faisait au travers de filtres (9 au total de 420 à ∼ 990 nm)) qui étaient placés entre
la source et la zone d’interaction. Cependant, l’intensité lumineuse produite par la source
était insuffisante ce qui contraignit les auteurs à utiliser des filtres large bande et ainsi
mesurer des sections efficaces intégrées. Afin de déterminer de façon absolue la section ef-
ficace, ils mesurèrent simultanément la puissance du rayonnement (avec un radiomètre), le
courant d’ions négatifs (avec une coupe de Faraday placée en aval de la zone d’interaction)
et la fraction d’ions détruits par photodétachement (détection synchrone du signal d’élec-
trons modulé par découpage temporel de la source de lumière). De plus, ils élaborèrent un
modèle théorique simulant leur dispositif expérimental (spectre de la lampe à filaments de
tungstène, coefficients de transmission des filtres etc) qui leur permit de confirmer le calcul
de Chandrasekhar [Cha45a, Cha45b] (à 10 % près).
En 1959, Smith et Burch [SB59] modifièrent l’expérience de Branscomb et Smith [BS55]
pour réaliser des mesures plus précises, mais relatives, de la section efficace de photodé-
tachement de H−. Ils substituèrent une lampe à arc (électrodes de graphite) à la lampe
à tungstène, qui était moins stable mais qui émettait plus de puissance lumineuse. Un
manque d’intensité avait contraint Branscomb et Smith à utiliser des filtres larges bandes.
Avec cette nouvelle source, ils purent utiliser des filtres de bande suffisamment étroite
(dont un à 528 nm utilisé comme référence) pour pouvoir considérer la lumière les traver-
sant comme monochromatique et donc négliger les variations de section efficace en fonction
de la longueur d’onde dans ces bandes de transmission. De plus, ils remplacèrent le radio-
mètre absolu par un bolomètre, sur lequel était défléchi ∼ 8 % de la lumière incidente, et
un calorimètre situé en aval de la zone d’interaction. C’est un système plus précis mais
ne donnant accès qu’à des valeurs relatives de la puissance lumineuse. Ils mesurèrent 25
points dans l’intervalle spectral allant de 420 à ∼ 1300 nm, avec une erreur plus petite
que 3 % sur la forme globale de la courbe (cf. figure 1.6). Les résultats de Branscomb et
Smith [BS55] peuvent être utilisés pour mettre les mesures de Smith et Burch sur une base
absolue. C’est Geltman [Gel62] qui réalisa cette opération, il fixa à 3,28.10−21 m2 la section
efficace expérimentale à 528 nm avec une incertitude de 10 %.
Premiers calculs après la mesure de Branscomb et Smith [BS55] En 1956, Gelt-
man [Gel56], détermina la fonction d’onde associée à l’état lié de H−, sans utiliser de fonc-
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Figure 1.6 – À gauche : mesures relatives de la section efficace réalisées par Smith et
Burch [SB59]. Le point sans barre d’erreur correspond à la valeur de référence (filtre à 528
nm). À droite : courbe expérimentale de Smith et Burch (——), Geltman [Gel56] (- – - – -)
Chandrasekhar (état libre onde plane) [Cha58] (- - - - -), Chandrasekhar et Elbert (état libre
Hartree) [CE58] (– – – – –). On observe une forte dépendance du résultat théorique à la manière
de décrire l’état libre. L’accord entre la théorie et l’expérience est meilleur lorsque l’électron éjecté
et l’atome d’hydrogène résiduel interagissent au travers du potentiel de Hartree.
tion de Hylleraas et le principe variationnel de Rayleigh-Ritz. Au lieu de cela, il construisit
les fonctions d’onde (état lié et libre) en s’appuyant sur le fait qu’elles obéissaient à cer-
taines conditions, à savoir : l’équivalence, dans le cas d’une solution exacte, des éléments de
transitions dipolaires des jauges de longueur, de vitesse et d’accélération, et des règles de
somme [CK43] Pour décrire l’interaction, il considéra un potentiel coulombien tronqué per-
mettant d’assurer l’existence d’un seul état lié. Ses résultats étaient en fort désaccord avec
ceux de Chandrasekhar [Cha45b], en particulier au voisinage du maximum ; mais étaient
cohérents avec les mesures expérimentales de Branscomb et Smith [BS55] compte tenu des
10 % d’incertitude.
En 1958, Chandrasekhar et al. utilisèrent la fonction d’onde à vingt paramètres détermi-
née par Hart et Herzberg [HH57] pour calculer la section efficace de photodétachement de
H−. Chandrasekhar décrivit dans un premier article l’état libre par une onde plane [Cha58]
puis dans un second, par une fonction d’onde déformée par un potentiel de Hartree [CE58]
mais ne prit pas en compte les corrélations d’échange. Dans les deux cas, il obtint une
section efficace similaire à celle de Henrich [Hen44] (fonction d’onde à onze paramètres)
pour les deux jauges, de longueur et de vitesse. L’ajout de paramètres supplémentaires
n’améliorait donc pas significativement la précision de la fonction d’onde aux grandes et
moyennes distances interélectroniques.
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Hypothèses simplificatrices : calculs analytiques de la section efficace En 1960,
John [Joh60a, Joh60b] montra, en se basant sur des calculs de diffusion d’électrons basse
énergie sur des atomes d’hydrogène [BDJS58], que la réduction de la section efficace due
aux corrélations d’échange était non-négligeable (cf. tableau 1.1). D’après la figure 1.6, la
section efficace calculée par Chandrasekhar, dans l’approximation où l’électron éjecté subit
un potentiel de Hartree, est un peu au-dessus de la courbe expérimentale. Cela conforte les
calculs de John qui prévoyaient une réduction de la section efficace due aux corrélations
d’échange.
En 1960, Ohmura et Ohmura [OO60], s’intéressèrent à la diffusion d’un électron sur
un hydrogène neutre. En se basant sur la fonction d’onde variationnelle à 203 paramètres
de Pekeris [Pek58] qui décrit l’état lié de H−, ils calculèrent la portée effective (effective
range) ρ = 2, 646± 0, 004 u.a. du potentiel que subit un électron à l’approche d’un atome
d’hydrogène. À partir de ce résultat, ils déterminèrent une expression approchée de la sec-
tion efficace de photodétachement en étendant au cas de l’ion négatif, la théorie développée
par Bethe et Longmire pour la photodésintégration d’un deutéron (réf 11 de l’article de
Ohmura et Ohmura) :
σ(k) = 6, 847.10
−18γk3
(1− γρ)(γ2 + k2)3 cm
2. (1.17)
où k est le vecteur d’onde de l’électron et γ2/2 l’affinité électronique de H, les deux étant
exprimés en hartree (1 Ha = 219474,63137078(110) cm−1, cf. figure 1.7 8).
Bethe et Longmire considéraient, pour leur calcul, une approximation basée sur la faible
stabilité de l’état lié d’un deutéron (noyau constitué d’un proton et d’un neutron) qui en
se photodésintégrant, émet une onde p.
De manière similaire, le photodétachement de l’ion H−, qui est un édifice faiblement
lié, mène à l’éjection d’un électron p. La faible densité de présence, autour du noyau, de ce
type d’orbitales (ondes p) est à l’origine d’un faible recouvrement avec la fonction de l’état
lié (localisée près du noyau). L’interaction de l’électron avec le noyau est, en conséquence,
négligeable, la fonction du continuum peut être approximée par une onde plane. De plus,
Ohmura et Ohmura supposèrent qu’en raison de la faiblesse du potentiel liant l’électron
supplémentaire à l’atome d’hydrogène, la fonction d’onde de celui-ci pouvait être précisé-
ment décrite par la solution de l’équation de Schrödinger avec un potentiel d’interaction
8. Notons la petite coquille au niveau de l’étiquette de l’axe vertical de la figure 5 représentant la section
efficace. Il faut comprendre κν × 1017 cm2 et pas κν × 1019 cm2. En revanche, l’expression analytique est
correcte.
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Figure 1.7 – Section efficace de photodétachement de H− (κν multipliée par 1017 et pas 1019
comme indiqué) en fonction de la longueur d’onde du photon incident. Les points avec les barres
d’erreurs correspondent aux mesures de Smith et Burch [SB59] remises sur une échelle absolue
par Geltman [Gel62]. Les courbe 1 (jauge de longueur) et 2 (jauge de vitesse) ont été calculées,
par Chandrasekhar [CE58], avec la fonction de Hart et Herzberg à 20 paramètres. La courbe 3
a été calculée à l’aide de l’équation 1.17 par Ohmura et Ohmura dans l’article [OO60] (article
duquel a été extraite la figure).
nul, l’autre électron étant localisé près du noyau. En utilisant l’équation 1.17, l’affinité
électronique obtenue par Pekeris ∼ 0, 7551 eV et la portée effective calculée, ils obtinrent
une courbe en très bon accord avec les valeurs expérimentales de Smith et Burch (meilleur
qu’avec des calculs basés sur des fonctions variationnelles à vingt paramètres). La sec-
tion efficace culminait à 4, 095.10−21 m2 pour une longueur d’onde de 821 nm (3,82.10−21
à 1064 nm). Cette équation contient la loi de seuil de Wigner [Wig48]. On le vérifie en
calculant l’équivalent quand k → 0 (l’énergie cinétique de l’électron détaché étant propor-
tionnelle à k2) :
σ(k) ∝  32 .
40
1.3 État de l’art du photodétachement de H−
On retrouve le comportement en 3/2 prévu par Wigner.
En 1963, Armstrong [Arm63] établit indépendamment et avec le même raisonnement
que Ohmura et Ohmura la relation 1.17.
En différentiant cette expression par rapport à l’énergie du photon, il démontra que
la position du maximum de la section efficace de photodétachement de H− et l’affinité
électronique de H étaient liées par la relation :
~ωm = 2 eA,
ωm correspond à la pulsation du photon excitateur au niveau du maximum.
Améliorations, aux grandes distances interélectroniques, de la fonction d’onde
de l’état libre En 1962, Geltman [Gel62] utilisa, pour l’état libre, une fonction d’onde
contenant des termes associés à des états excités de l’atome d’hydrogène. La présence de
ces termes permettaient de décrire précisément les corrélations radiales et angulaires entre
les deux électrons. Pour l’état lié, il se basa sur les fonctions d’onde proposées par Hart et
Herzberg (Hylleraas à 20 paramètres) [HH57] et par Schwartz [Sch62] à 70 paramètres.
Geltman calcula, en utilisant la fonction d’onde de Hart et Herzberg pour l’état lié et
plusieurs descriptions de l’état libre (trois cas : onde plane, corrélations radiales et toutes
les corrélations), la section efficace et observa de fortes disparités des résultats selon si la
jauge de longueur ou de vitesse était utilisée. En particulier, il constata que plus la des-
cription de l’état libre était bonne, plus les disparités, au voisinage du seuil, des résultats
obtenus en jauge de longueur et de vitesse étaient grandes. En utilisant, pour l’état lié, la
fonction d’onde de Schwartz à 70 paramètres, Geltman observa que seule la section efficace
calculée en jauge de longueur se distinguait sensiblement des sections efficaces calculées
avec la fonction de Hart et Herzberg. Or, d’après Chandrasekhar [Cha45a] la contribution
des intégrales, en jauge de longueur, n’est significative que pour de grandes distances in-
terélectroniques, alors qu’en jauge de vitesse et d’accélération, la contribution n’est forte
que pour de plus courtes distances. Geltman conclut que les fonctions de Hart-Herzberg
et de Schwartz différaient principalement aux grandes distances interélectroniques. C’est
donc dans ces régions qu’il faut améliorer la fonction d’onde pour mieux décrire l’état lié
de H−.
Ce problème avait déjà été soulevé par Chandrasekhar en 1944 [Cha44]. Il remarqua
que le principe de Rayleigh-Ritz n’était pas adapté pour déterminer le comportement
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asymptotique de l’état lié (cf. note 3) et qu’il convenait de choisir une fonction ayant
le bon comportement asymptotique pour trouver le minimum d’énergie.
En 1969, Rotenberg et Stein [RS69], adoptèrent cette idée en ajoutant à la fonction
de Hylleraas habituelle, une fonction ("tail" function) pour mieux décrire le comportement
asymptotique de l’état lié. Ils démontrèrent que l’énergie de liaison déduite par l’utilisa-
tion du principe de Rayleigh-Ritz convergeait beaucoup plus rapidement avec l’utilisation
de cette fonction asymptotique. À titre d’exemple, 15 paramètres suffisaient à dépasser la
précision obtenue par Hart et Herzberg [HH57] (Hylleraas 21 paramètres). Avec 57 para-
mètres, ils obtinrent une affinité électronique de l’hydrogène de noyau de masse infinie de
0,027750882 u.a. (soit ∼ 0,755139 eV) qui est formidablement proche de celle de Pekeris à
444 paramètres 0,027751016 u.a. [Pek62] (∼ 0,7551434 eV).
En 1975, Ajmera et Chung calculèrent la section efficace en utilisant le formalisme varia-
tionnel simplifié de Köhn-Feshbach (référence 11-13 de leur article) basé sur les opérateurs
de projections sur les voies ouvertes (open channels, ici l’état fondamental de l’hydrogène
+ une fonction donnant le bon comportement asymptotique) et sur les voies fermées (clo-
sed channels). Cette technique est particulièrement bien adaptée à l’étude des résonances.
Pour l’état lié, ils utilisèrent soit la fonction d’onde de Rotenberg et Stein [RS69], soit une
fonction d’onde incluant des corrélations radiales et angulaires qui manque de précision aux
grandes distances interélectoniques. Les résultats qu’ils obtinrent, en jauge de longueur et
de vitesse, étaient mutuellement en meilleur accord lorsque la fonction d’onde de Rotenberg
et Stein était utilisée.
En jauge de longueur, c’est la partie de la fonction d’onde associée aux grandes dis-
tances interélectroniques qui joue le plus grand rôle dans le calcul et c’est précisément pour
mieux décrire cette région que Rotenberg et Stein ont utilisé une fonction "tail". Ajmera et
Chung vérifièrent effectivement que la section efficace calculée, en jauge de longueur, avec
la fonction d’onde de Rotenberg et Stein, était celle qui s’approchait le plus des mesures
expérimentales.
Calculs sans considération de l’hypothèse de Geltman [Gel62] En 1966, Doughty
et al. [DFM66] employèrent la méthode de Hartree-Fock pour calculer la fonction du conti-
nuum en incluant successivement tous les états jusqu’au 3d de l’hydrogène.
En 1967, Bell et Kingston [BK67a] utilisèrent la méthode des orbitales polarisées (prou-
vée comme étant plus précise pour le traitement de la photoionisation de l’hélium [BK67b])
pour calculer l’état libre. Néanmoins, la méthode n’incorpore pas bien les corrélations à
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courte distance. Bell et Kingston se placèrent, notamment, en jauge de longueur pour cal-
culer la section efficace. Pour l’état lié, ils utilisèrent la fonction d’onde de Schwartz à 70
paramètres (et Hart et Herzberg à 20 paramètres). La section efficace qu’ils déterminèrent
était en bon accord avec les mesures de Smith et Burch [SB59] loin du seuil (maximum de
4,238.10−21 m2 à 824,7 nm) mais s’en écartait significativement près du seuil.
Mesures de la section efficace absolue de photodétachement de H−, par obser-
vation du rayonnement émis par un plasma d’hydrogène L’étude du rayonnement
émis par un plasma d’hydrogène produit par le passage d’un arc électrique dans un gaz de
dihydrogène, et en particulier le rayonnement émis lors de l’attachement d’un électron à
un hydrogène neutre (attachement radiatif, bilan détaillé), permit à Popp et Kruse [PK76],
en 1975, de réaliser des mesures absolues de la section efficace de photodétachement. Ils
mesurèrent, sur une gamme de longueur d’onde allant de 0,7 à 1,7 µm, le rayonnement total
émis par le plasma. La présence de résonances (séries de Paschen et Balmer) leur interdit
la mesure à certains intervalles de longueur d’onde dont celui allant de 0,9 à 1,15 µm dans
lequel se trouve le maximum de section efficace de photodétachement. En supposant un
équilibre thermodynamique local partiel (PLTE) des différentes particules présentes, une
faible ionisation du plasma (équations de Saha utilisables) et la validité de la condition
d’électroneutralité du plasma, ils purent remonter aux densités des différentes espèces. À
partir des valeurs des densités, ils purent évaluer les rayonnements issus d’autres processus
comme le Bremmsstrahlung et la recombinaison radiative dus à l’interaction des électrons
libres avec les protons libres ainsi que les processus similaires intervenant lors de l’interac-
tion d’un hydrogène neutre avec un proton (dont le processus libre-lié de formation de l’ion
H+2 ). La soustraction de ces rayonnements au spectre expérimental leur permit de détermi-
ner la section efficace de photodétachement (précision à 8 %) qu’ils comparèrent à celle de
Smith et Burch [SB59] (réajustée de façon à avoir 3.10−21 m2 à 528 nm) et aux résultats
théoriques de Doughty et al. [DFM66] (cf. figure 1.8). On compile les valeurs numériques
de la section efficace (valeurs extraites des courbes) et les incertitudes dans le tableau 1.7.
L’accord entre leurs mesures (précision de 8 %) et celles de Smith et Burch (précision
de 10 %) est plutôt satisfaisant.
Section efficace de photodétachement à un et deux électrons, résonances Broad
et Reinhardt [BR76] ont utilisé la technique "multichannel J-matrix" pour résoudre les
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Figure 1.8 – Section efficace de photodétachement de H− en fonction de la longueur d’onde du
photon. Les croix (température du plasma de 8200 K) et le cercles (température du plasma de
8500 K) correspondent aux mesures de Popp et Kruse [PK76]. Les courbes en trait plein ont été
calculées par Doughty et al. [DFM66] en jauge de longueur (L), de vitesse (V) et d’accélération
(A). La figure a été extraite de l’article de Popp et Kruse [PK76].
"pseudostate close-coupling equations" 9. Ils obtinrent ces équations en injectant, dans
l’hamiltonien à trois corps de H−, une fonction d’onde développée sur la base des états
de diffusion (construits à partir des états 10s, 10p et 6d soit 36 voies de diffusion). Ces
états sont issus du produit symétrisé de fonctions d’onde associés aux états internes de H
neutre cible et de l’électron diffusant. Ils décrivirent l’état lié de H− à l’aide d’orbitales de
type Slater des états 8s, 6p et 4d combinées en 67 configurations 1S à deux électrons. En
optimisant ces paramètres, ils calculèrent une énergie de liaison de 14,3507 eV, à comparer
au résultat de Pekeris de 14,3608 eV [Pek62].
À partir des éléments de transition dipolaires électriques entre l’état lié 1S et les états
de diffusion, ils calculèrent la section efficace depuis le seuil de détachement à un électron
jusqu’à une énergie de 70 eV (le seuil de détachement à deux électrons se situe à ∼ 14,6
eV). Ils révélèrent l’existence d’un grand nombre résonances entre le niveau n = 2 et n =∞
(résonances de forme – shape resonance – et de Feshbach, en particulier autour du seuil
9. La méthode consiste à séparer l’espace en deux sous-espaces, intérieur (inner) et extérieur (outer).
Dans l’ion H− en particulier, lorsque l’un des deux électrons est suffisamment loin du noyau (zone outer),
il perd son caractère indiscernable vis-à-vis de l’autre électron et la description en est considérablement
simplifiée. En revanche, près du noyau (zone inner) le comportement est plus complexe et il faut considérer
le caractère quantique des électrons (indiscernabilité) et les corrélations. Le lien entre ces deux zones est
donné par la "J-matrix" (voir section II A de l’article de Broad et Reinhardt).
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n = 2, cf. section 1.3.3.3). La section efficace calculée est en accord, à 1 % près, avec les
résultats théoriques les plus récents (après 1962) et les mesures expérimentales de Popp et
Kruse [PK76].
Une revue complète des travaux concernant l’évolution de la section efficace de pho-
todétachement non loin du maximum (réalisés avant 1978) est donnée dans l’article de
Bates [Bat78].
Mesures plasma à 8200 K Mesures plasma à 8500 K
λ (nm) σ (10−21.m2) δσ (10−21.m2) λ (nm) σ (10−21.m2) δσ (10−21.m2)
1545 0,102 0,008 1602 0,0477 0,0038
1505 0,354 0,028 1583 0,0749 0,006
1445 0,885 0,071 1565 0,129 0,01
1404 1,239 0,099 1546 0,211 0,017
1348 1,825 0,146 1523 0,483 0,039
1266 2,526 0,202 1502 0,633 0,051
1205 2,832 0,227 1483 0,783 0,063
1142 3,07 0,246 1463 0,974 0,078
805,6 4,003 0,320 1441 1,157 0,093
764,5 4,044 0,324 1403 1,396 0,112
702 3,949 0,316 1382 1,716 0,137
661,3 3,867 0,309 1323 2,24 0,179
603,2 3,561 0,285 1244 2,682 0,215
562,5 3,411 0,273 1201 2,914 0,233
520,6 3,241 0,259 1183 3,03 0,242
1164 3,173 0,254
800,1 3,826 0,306
760,6 3,887 0,311
740,3 3,792 0,303
718,5 3,806 0,304
697,1 3,540 0,283
657,3 3,792 0,303
618,2 3,533 0,283
599,4 3,3 0,264
580,2 3,39 0,271
559,6 3,3 0,264
519,4 3,084 0,247
Table 1.7 – Tableau des mesures de section efficace, en fonction de la longueur d’onde, réalisées
par Popp et Kruse [PK76], dans les deux conditions en température du plasma d’hydrogène. On
donne également les barres d’erreur associées.
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Mesures de la section efficace à un et deux électrons En 1981, Frost [Fro81] réa-
lisa des mesures de sections efficaces relatives sur un spectre très étendu allant du seuil
de détachement du premier électron jusqu’à une énergie allant au-delà du seuil de déta-
chement du second électron (15,9 eV). Il utilisa, conjointement à un laser pulsé Nd :YAG,
le faisceau d’ions relativistes (800 MeV) en sortie de l’accélérateur du Los Alamos Meson
Physics Facility (LAMPF). Les ions étant extrêmement rapides, il lui était possible de ba-
layer, par effet Doppler, la longueur d’onde par simple modification de l’angle d’incidence
laser/faisceau d’ions. L’utilisation des quatre premières harmoniques du laser lui permet-
tait de balayer la plage d’énergie susmentionnée. La section efficace mesurée, qui présentait
un creux entre ∼ 0,9 et ∼ 1,3 eV, est en désaccord avec les résultats théoriques de Broad
et Reinhardt [BR76] (cf. figure 1.9).
Figure 1.9 – Section efficace de photodétachement en fonction de l’énergie du photon excitateur.
Les cercles correspondent aux mesures réalisées par Frost [Fro81] par photodétachement des ions
relativistes en sortie de l’accélérateur du LAMPF. Le trait plein correspond au calul de Broad
et Reinhardt [BR76]. On observe un désaccord conséquent dans la région intermédiaire entre le
seuil et le maximum. La figure a été extraite de la thèse de Frost [Fro81].
Approfondissements théoriques En 1978, Stewart [Ste78] utilisa une méthode per-
turbative et variationnelle (semblable à celle utilisée par Ajmera et Chung [AC75]) pour
construire les fonctions d’onde des états liés et libres. Il porta une attention particulière
à décrire correctement, comme Ajmera et Chung, le comportement asymptotique de la
fontion d’onde de l’état lié. Il obtint des résultats en jauge de longueur, de vitesse et
d’accélération, d’autant plus cohérents que l’énergie de l’électron éjecté considérée était
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petite. En particulier, il fit mieux que Broad et Reinhardt pour une énergie inférieure à un
électron-volt.
En 1979, Wishart [Wis79] calcula, dans la continuité de Broad et Reinhardt [BR76],
les états lié et libre en considérant le développement "close-coupled" sur la base des états
de diffusion. Pour mieux décrire les zones près du noyau, il ajouta dans sa description
des états lié et libre, le pseudoétat de polarisation 2¯p et quelques termes de corrélations
de type Hylleraas. Ses résultats sont en accord à mieux que 2 % avec ceux de Ajmera et
Chung [AC75] et Broad et Reinhardt [BR76].
En 1983, Dashkan et Ghosh [DG83] étendirent au cas où la distorsion de la fonction
d’onde de l’hydrogène est prise en compte, la théorie de Bell et Kingston [BK67b] des
orbitales polarisées pour décrire l’état libre. Pour l’état lié, ils considérèrent les fonctions
d’onde à 20 et 70 paramètres de Hart et Herzberg [HH57] et Schwartz [Sch62] respective-
ment. Ils obtinrent des résultats en meilleur accord que ne sont ceux de Bell et Kingston
avec les résultats récents les plus élaborés [AC75, BR76, Ste78, Wis79].
Fink et Zoller [FZ85], en 1985, et Park et al. [PSTL86], en 1986, publièrent quasi-
indépendamment deux calculs de section efficace basé sur l’approche hypersphérique
conjointement à l’utilisation d’une approximation adiabatique. Cette méthode consiste dans
un premier temps, à exprimer la fonction d’onde à deux électrons suivant les paramètres
hypersphériques (un rayon et cinq angles) puis moyennant l’approximation adiabatique à
ne considérer que la voie principal de photodétachement dans le calcul (en l’occurrence,
pour H− : 1S → 1P). Leurs résultats sont cohérents entre eux mais présentent de grandes
différences avec les calculs précédents. En particulier, le maximum, en jauge de longueur,
de la section efficace, ∼ 4,5.10−21 m2, est bien plus élevé que les valeurs calculées (∼ 4.10−21
m2) dans les études théoriques antérieures.
En 1988, Saha [Sah88] utilisa la méthode multiconfigurationnelle de Hartree-Fock
(MCHF) pour édifier les états liés et libres. L’état lié est construit à partir de 32 configura-
tions couplées pour former un état 1S. Les fonctions radiales des différentes orbitales sont
calculées en résolvant un système d’équations par la procédure itérative MCHF. La même
technique est appliquée pour l’état libre, 36 configurations avec des états de diffusion en
plus, sont utilisées pour construire l’état 1Po. La section efficace calculée est en excellent
accord avec les mesures expérimentales de Smith et Burch [SB59]. La section efficace est
plus précise pour les grandes longueurs d’onde (au-delà de 1000 nm) que celles déterminées
dans les études précédentes.
En 1994, Abrashkevich et Shapiro [AS96] calculèrent par la méthode très élaborée
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de la voie artificielle, et en utilisant les coordonnées hypersphériques, la section efficace
de photodétachement. L’avantage de la technique est qu’il n’est plus nécessaire de calculer
indépendamment les états lié et libre. Les éléments de matrice de transitions pertinents sont
calculés à partir d’un seul système d’équations qui permet de traiter, sur un pied d’égalité
en terme de précision, les fonctions d’onde liée et libre. Leurs résultats reproduisent presque
parfaitement les mesures expérimentales antérieures. De plus, la grande cohérence entre la
section efficace calculée en jauge de longueur, et celle calculée en jauge d’accélération,
démontre que la description des fonctions d’onde est excellente aussi bien pour les petites
que pour les grandes distances interélectroniques.
En 1999, Kuan et al. [KJ99] utilisèrent une méthode de rotation complexe pour calculer
la section efficace. Les fonctions d’onde de base des états lié et libre sont construites à
partir de fonctions d’onde multiconfigurationnelles utilisant des orbitales de type Slater.
Pour l’état du continuum, la méthode du col est utilisée. La section efficace calculée est
en accord avec les mesures de Smith et Burch [SB59] et avec les calculs antérieurs, sauf en
jauge d’accélération où leur calcul présente un fort désaccord.
1.3.3.2 Section efficace près du seuil
La question de l’évolution de la section efficace de photodétachement de H− au voi-
sinage du seuil a été très peu étudiée en comparaison de son comportement au niveau
du maximum. Pourtant, connaître la valeur de celle-ci non-loin du seuil est crucial pour
certaines études, notamment pour le projet GBAR [Deb12]. L’objectif est de démontrer
l’obéissance ou non de l’antimatière au principe d’équivalence faible d’Einstein et en par-
ticulier de montrer que g = g¯ (accélération de l’antimatière au travers de l’interaction avec
un champ gravitationnel). Certains modèles prévoient une brisure de symétrie entre la ma-
tière et l’antimatière lorsqu’elles sont soumises à un champ gravitationnel. En particulier,
il existerait une composante de gravité répulsive supplémentaire que seule l’antimatière
subirait (antigravité).
L’idée du projet est de mesurer précisément le temps de chute (hauteur de 20 cm)
d’antimatière (antihydrogène) soumise au champ de pesanteur terrestre et d’en déduire
l’accélération subie (g¯). La principale source d’incertitude vient de la vitesse initiale des
antihydrogènes. L’idée, pour ce défaire de ce problème, sera de produire des ions H¯+ pour
pouvoir les confiner en compagnie d’ions Be+ dans un piège de Paul. Il sera alors possible
de ralentir les anti-atomes à 20 µK par refroidissement sympathique avec les ions béryllium
(refroidissement indirect des ions H¯+ par collision avec les ions béryllium eux-même préa-
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lablement refroidis par laser). Une fois refroidis, leur libération du piège de Paul se fera
par photodétachement avec un laser impulsionnel. Le recul des anti-atomes, conséquence
de l’absorption du photon et de l’éjection du positon, devra être minimisé, ce qui oblige à
se placer au plus près du seuil de photodétachement, où la section efficace est très faible.
Détermination théorique du préfacteur de la loi de Wigner pour le photodé-
tachement de H− vers le niveau fondamental de H Pour le dimensionnement de
l’expérience, il est nécessaire de connaître précisément la section efficace. Photodétacher les
ions positifs d’antihydrogène à 1 µeV (∼ 0,01 cm−1) au-dessus du seuil est un bon compro-
mis, mais il faut connaître précisément l’affinité positronique (pA) de H¯, qui est égale, en
supposant une parfaite symétrie de la matière et de l’antimatière vis-à-vis des interactions
coulombiennes, à l’affinité électronique de H (cf. section 1.3.2). À ce niveau d’énergie, la
section efficace suit la loi de Wigner [Wig48] (cf. sous-section 1.2.1.3 de ce chapitre) :
σ = Cl+1/2, (1.18)
où C est une constante,  l’énergie cinétique du positron détaché et l son moment cinétique
(onde p ici, donc l = 1).
L’énergie cinétique étant égale à la différence entre l’énergie du photon absorbé et
l’affinité positronique, on peut écrire pour l’antihydrogène :
σ = C(~ω − pA)3/2, (1.19)
où ω est la pulsation des photons. Connaître le comportement de la section efficace au
voisinage du seuil revient à déterminer les valeurs de l’affinité et du préfacteur.
En 1960, Ohmura et Ohmura [OO60] établirent une expression donnant la sec-
tion efficace de photodétachement en fonction de l’énergie du photon absorbé (cf. sou-
section 1.3.3.1) :
σ(k) = 6, 8475.10
−18γk3
(1− γρ)(γ2 + k2)3 cm
2. (1.20)
avec k l’énergie cinétique de l’électron détaché et γ2/2 l’affinité électronique (exprimés en
hartree). Dans ce modéle l’état libre est décrit par une onde plane.
Cette expression nous donne accès au comportement de la section efficace absolue au
voisinage du seuil de détachement dans la mesure où l’on connait l’affinité électronique.
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Lykke et al. déterminèrent expérimentalement une valeur de 6082,99(15) cm−1 (Ohmura
et Ohmura utilisaient la valeur donnée par Pekeris [Pek58, Pek62]). La substitution de
cette valeur dans l’expression déterminée par Ohmura et Ohmura nous permet de tracer
la courbe de section efficace au voisinage du seuil (cf. figure 1.10).
Figure 1.10 – À gauche : comparaison de la loi de Wigner (rouge) avec la courbe obtenue à
partir de l’expression de Ohmura et Ohmura (bleue). Ces courbes sont en excellent accord jusqu’à
200 cm−1 au-dessus du seuil. À droite : zoom sur la zone voisine du seuil. On remarque que la
section efficace à 0,01 cm−1 s’élève à seulement ∼ 6,9.10−29 m2.
Sur la figure, on compare la loi de Wigner et la courbe de Ohmura et Ohmura jusqu’à
400 cm−1 au-dessus du seuil. Les deux courbes sont en excellent accord jusqu’à 6200 cm−1
d’énergie.
Lorsque k→ 0, la relation de Ohmura et Ohmura tend vers la loi de Wigner. On déduit
alors aisément la valeur du préfacteur C : 6,9.10−26 m2/(cm−1)3/2.
On peut comparer ce résultat à celui donné par Armstrong en 1963 [Arm63] :
σ(ω) = 2, 46882.10−20(eV m2)
eA1/2(~ω − eA)3/2
(~ω)3 (1.21)
Cette expression tend vers la loi de Wigner aux basses énergies :
σ(ω) = C(~ω − eA)3/2 (1.22)
avec C = 6,9.10−26 m2/(cm−1)3/2 le préfacteur, après substitution de l’affinité électro-
nique obtenue par Lykke et al. à eA.
La valeur du préfacteur est identique à celle calculée à partir de l’expression 1.20 de
Ohmura et Ohmura. On en déduit une valeur de la section efficace à 0,01 cm−1 au-dessus
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du seuil de 6,9.10−29 m2.
En 1976, Broad et Reinhardt [BR76] déterminèrent l’évolution de la section efficace sur
un intervalle d’énergie étendu (de 0 à 70 eV au-dessus du seuil). Ils évaluèrent à quatre pour
dix mille la capacité de leur théorie à prédire l’exposant associé à l’énergie de l’électron
détaché donné par la loi de Wigner. Pour illustrer ce résultat, ils représentèrent leur courbe
de section efficace absolue sur les premiers cm−1 au-dessus du seuil. À partir de cette courbe,
on peut extraire le préfacteur : 7.10−26 m2/(cm−1)3/2.
En 1988, Du et Delos [DD88b], dans leur article dédié au calcul de la section efficace
en champ électrique uniforme, retrouvent l’expression de Ohmura et Ohmura [OO60] et
Armstrong [Arm63] en considérant la limite asymptotique, quand le champ tend vers 0, de
leur formule. On en déduit un préfacteur de 6,2.10−26 m2/(cm−1)3/2.
Démonstration expérimentale de la validité de la loi de Wigner En 1988, Stewart
et al. [SBH+88] démontrèrent, en étudiant le photodétachement du faisceau d’ions en sortie
de l’accélérateur linéaire du LAMPF, que la loi de Wigner, pour le photodétachement de
H− vers le niveau fondamental de H, est valable jusqu’à une énergie de 46 meV (soient
370 cm−1) au-dessus du seuil. Ce résultat fut confirmé, en 1997, par Harms et al. [HZGM97],
dans une expérience de photodétachement en piège de Penning. Ils déterminèrent que la
loi de Wigner restait valable jusqu’à une énergie de 400 cm−1 au-dessus du seuil.
Détermination expérimentale du préfacteur de la loi de Wigner Popp et
Kruse [PK76], en étudiant le rayonnement émis par un plasma d’hydrogène, déterminèrent
de façon absolue la section efficace de photodétachement sur un intervalle relativement
étendu (de 0,7 à 1,7 µm, cf. figure 1.11 et sous-section 1.3.3.1). Certaines de leurs mesures se
trouvant dans le domaine de validité de la loi de Wigner, il est possible de les ajuster pour en
extraire les valeurs de l’affinité électronique et du préfacteur (cf. figure 1.11). La régression
donne : 6104(31) cm−1 pour l’affinité électronique et 2,71(59).10−26 m2/(cm−1)3/2pour
le préfacteur. On n’explique pas le désaccord entre la valeur du préfacteur mesurée et celles
données par la théorie.
1.3.3.3 Comportement très loin du seuil : résonances
Résonances de forme et résonances de Feshbach Un aspect particulièrement im-
portant dans l’évolution de la section efficace de photodétachement est la présence de
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Figure 1.11 – À gauche, mesures absolues de la section efficace de Popp et Kruse [PK76].
L’absence de mesures dans l’intervalle 8700-11100 cm−1 s’explique par la présence de résonances
dans le spectre d’émission du plasma d’hydrogène (séries de Paschen et Balmer). Les deux cou-
leurs rouge et noire correspondent à deux séries de données pour lesquelles seule la température
du plasma variait, 8200 K pour la courbe rouge et 8500 K pour la noire. À droite : zoom au
voisinage du seuil de détachement. La courbe rouge est le résultat de l’ajustement des données
expérimentales avec une loi de Wigner (voir texte pour les résultats quantitatifs).
résonances. Physiquement, une résonance correspond à un état dans lequel l’atome (ici
l’hydrogène) et un électron se lient transitoirement. Elle se manifeste par un pic ou un
creux (variations) dans le spectre de la section efficace dont la largeur est déterminée par
la durée de vie de la liaison atome-électron (principe d’incertitude de Heisenberg). Il y a
deux processus physiques principaux menant à la liaison passagère de l’électron à l’atome
dans le cas du photodétachement à un électron.
D’une part, il y a les résonances de forme (shape resonance), elles s’interprètent par le
passage de l’électron, par effet tunnel, au travers d’une barrière de potentiel (située à grande
distance du centre attracteur) menant à son confinement, le temps de la résonance, dans
une zone suffisamment attractive (entre cette barrière et le centre attracteur). L’électron
se libère finalement du piège à nouveau par effet tunnel. Un exemple de résonance de
forme, est le pic observé dans le spectre de section efficace juste au-dessus du seuil de
détachement (cf. 1.3.3.1). Le maximum de la section efficace s’interprète simplement par le
recouvrement optimal entre les fonctions de l’état lié et de l’état libre pour lequel l’électron
est transitoirement confiné au voisinage de l’atome.
D’autre part, il y a les résonances de Feshbach. Elles ont lieu lorsqu’il y a transmission
d’une partie de l’énergie de l’électron dans les degrés de liberté internes de l’atome menant
à la liaison des deux fragments (atome + électron). Dans notre cas, une résonance de
Feshbach correspond à la création temporaire d’un ion négatif doublement excité. Au bout
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d’un certain temps, le cortège électronique se contracte et fournit une énergie suffisante à
l’électron supplémentaire pour entraîner sa libération. Lors d’une collision atome-électron,
il y a résonance de Feshbach lorsque l’énergie totale des deux fragments séparés coïncide
avec l’énergie d’un état excité du système lié constitué des deux fragments. Ce type de
résonance a une durée de vie beaucoup plus longue que la résonance de forme ce qui
implique une extrême étroitesse et a fortiori une très grande amplitude du pic dans le
profil de section efficace.
La principale distinction entre ces deux types de résonances est à trouver dans le com-
portement du cortège électronique de l’atome cible lors de la génération de la résonance. La
résonance de forme peut exister grâce à une barrière engendrée par la somme d’un champ
attractif et de la barrière centrifuge qui est donc essentiellement une propriété de l’atome
non-perturbé. En effet, cette résonance est large, donc brève, lui conférant sa nature adia-
batique (pas ou peu de déformations du cortège de l’atome cible durant le processus).
En revanche, lors d’une résonance de Feshbach, la dynamique du système (ici atome +
électron) et les corrélations électroniques jouent un rôle central.
Photodetachement d’un électron unique Bien qu’il n’existe aucun état simplement
excité dans l’ion négatif d’hydrogène [Hil77b, Hil77a], il existe de très nombreux états
doublement excités (résonances) autour des seuils n = 2 à l’infini. Ho et Callaway en réper-
torient 150 rien que pour les seuils n = 3 à 6 (il s’agit d’états doublement excités) [HC85].
La résonance de plus basse énergie associée à H− correspond à l’état 2s2 1S. Celle-ci s’avère
donc inaccessible par excitation à un photon et en l’absence de champ électrique depuis
le niveau fondamental 1Se de H−. Les seules résonances accessibles, et donc visibles sur le
spectre de section efficace de photodétachement, sont les résonances de symétrie 1Po. La
première démonstration expérimentale de l’existence de la résonance 2s2 1S susmentionnée
fut celle de Schulz en 1964 [Sch64]. Il observait le signal en transmission d’un jet d’électrons
passant au travers d’un gaz composé en partie de dihydrogène. Son système lui permettait
de faire un tri en ne mesurant que les électrons non-diffusés. La présence d’une résonance
dans le profil de section efficace induisait ainsi une modification de l’amplitude du signal
d’électrons transmis. Son dispositif lui permit d’observer la résonance à 9,70(15) eV (un
creux dans la section efficace) une fraction d’électron-volt sous le premier niveau excité
(n = 2, ∼ 10,2 eV) de l’atome d’hydrogène.
La présence de deux résonances (Feshbach et forme de symétrie 1Po) au voisinage
immédiat du seuil n = 2 fut prédite dans les années 60 par Burke et Taylor [BT66] et
53
Chapitre 1 : Photodétachement d’ions négatifs : état de l’art pour H−
Macek [Mac67] respectivement. Lin [Lin75] calcula la forme des potentiels hypersphériques
associés aux trois voies de photodétachement de H− possibles et de symétrie 1Po associés
au niveau n = 2. Il vérifia l’existence, pour l’une des voies, d’une barrière de potentiel
située à grande distance et semblant obstruer un puits attractif (insuffisamment profond
pour permettre l’existence d’un état lié mais assez pour autoriser une résonance de forme
juste au-dessus du seuil, cf. figure 1.12). De plus, il obtint, pour une seconde voie, un puits
peu profond mais suffisamment large pour permettre l’existence d’un état lié associé à la
résonance de Feshbach. Les deux résonances de situent de part et d’autre du seuil n = 2,
Feshbach sous le seuil et forme au-dessus (cf. figure 1.12). La troisième voie est quant à
elle purement répulsive interdisant l’existence d’une quelconque résonance.
Figure 1.12 – À gauche, potentiels hypersphériques pour les voies 1Po de photodétachement
de H− qui convergent vers le niveau n = 2. On remarque que la voie labélisée ’-’ présente un
minimum sous le seuil n = 2 qui donne naissance à une résonance de Feshbach. La voie labélisée
’+’, présente un minimum pour des petits R (racine carrée moyenne de la position des deux
électrons). On aperçoit la présence d’un maximum autour de R = 19 a0. L’électron en traversant
cette barrière de potentiel, se retrouve confiné le temps de la résonance de forme, avant de se
libérer à nouveau par effet tunnel. À droite, potentiels hypersphériques pour les voies 1Po de
photodétachement de H− qui convergent vers le niveau n = 3 [Gre80] (cf. texte).
En 1977, Bryant et al. [BDD+77] observèrent expérimentalement ces résonances
(d’autres le firent avant eux, du moins concernant la résonance de forme, voir références 7 et
8 de l’article de Bryant et al.). Ils utilisèrent le faisceau d’ions relativistes de 800 MeV sor-
tant de l’accélérateur du LAMPF. Leur expérience consistait à photodétacher un faisceau
pulsé de H− avec un laser à azote pulsé (longueur d’onde de 337,1 nm, soit 3,678 eV). Ils
balayaient la longueur d’onde, par effet Doppler, en modifiant l’angle d’incidence du laser
avec le faisceau d’ions (pour les détails de l’expérience, cf. [Fro81] et [BBC+81]). L’accord
de leurs mesures avec la théorie de Broad et Reinhardt [BR76] était excellent, tant sur la
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position des résonances que sur leur amplitude (du moins concernant la résonance de forme,
cf. figure 1.13). La séparation énergétique entre la résonance de forme et de Feshbach fut
évaluée à 53 meV en comparaison des 46 meV prévue par la théorie. De plus, l’expérience
confirma les prédictions théoriques, de 15-28 meV, sur la largeur de la résonance de forme :
23(6) meV. En revanche, l’étroitesse de la résonance de Feshbach est telle que la résolution
expérimentale de 10 meV ne suffit pas à en faire apparaître les détails. Une autre expé-
rience également réalisée à Los Alamos permit de mesurer, avec beaucoup de précision, la
position de la résonance de Feshbach depuis le niveau fondamental de H− : 10,9264(6) eV
(le niveau n = 2 est à 10,9530 eV) [MBC+85].
Figure 1.13 – Comparaison de la théorie de Broad et Reinhardt [BR76] (en trait plein) avec
les mesures de Bryant et al. [BDD+77] (points avec barres d’erreur). On observe une résonance
de Feshbach (la plus étroite) et résonance de forme dans la section efficace de photodétachement
de H− autour du niveau n = 2 de H. L’accord entre théorie et expérience est excellent. La figure
a été extraite de l’article [BDD+77].
Le comportement de la section efficace juste en deçà du niveau n = 3 fut étudiée par
Hamm et al. [HHD+79], avec le dispositif de Los Alamos. Ils observèrent les deux premières
résonances de Feshbach (creux dans la section efficace) d’une même série à symétrie ap-
proximativement paire au regard de l’échange des coordonnées radiales des deux électrons
(nombre quantique noté ’+’). Qualitativement cela correspond à des états doublement
excités pour lesquels les électrons se trouvent à une distance similaire du noyau. Ces ob-
servations confirmèrent les prédictions théoriques (réf. 10-12 de l’article [HHD+79]). En
revanche, deux résonances de symétrie ’-’ (états doublement excités dans lesquels un des
électrons se situe près du noyau et l’autre très loin), également prédites par la théorie ne
furent pas observées.
Un an après, Greene interpréta l’absence d’observation des résonances ’-’ [Gre80]. Il
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détermina les potentiels hypersphériques des voies menant à un niveau doublement excité
sous le niveau n = 3 (cf. figure 1.12) . Il montra que le potentiel associé aux états de
symétrie ’+’ confine les électrons plus près du noyau que ne le fait le potentiel ’-’. Les
fonctions d’onde des deux électrons dans les états ’+’ recouvrent en conséquence beaucoup
mieux celle de l’état fondamental de H− que ne le font les états ’-’. Par conséquent, la
fréquence d’excitation vers les états ’+’ devrait être un à deux ordres de grandeurs plus
grande que la fréquence d’excitation vers les états ’-’. Les résonances de Feshbach des états
’+’ dominent a priori, ainsi que l’a démontré l’expérience à Los Alamos.
L’équipe de Los Alamos pousuivit ses études sur ce sujet et publia des résultats ex-
périmentaux concernant les séries de résonances qui convergent vers les niveaux n = 5 à
n = 8 [HBM+90]. On choisit de ne pas rentrer dans les détails car il s’agit essentiellement
de la même problématique que précédemment.
Photoéjection de deux électrons On présente brièvement, dans ce paragraphe, le phé-
nomène de photodétachement à deux électrons (pour les structures atomiques ou ioniques
constituées de deux électrons seulement).
Wannier postula en 1953 [Wan53], qu’au voisinage du seuil, l’éjection simultanée de
deux électrons ne peut se produire que dans le cas où les deux électrons se situent à même
distance et aux antipodes du centre attracteur. Cette hypothèse reflète l’idée que si, durant
le processus de double photoéjection, l’un des électrons ralentit l’autre, ce dernier serait
capturé par le champ coulombien de l’ion. Il y aurait alors photodétachement d’un seul
électron. À partir de là, il put déduire une loi de seuil pour Z = 1 très similaire à la loi de
Wigner :
σ(E) ∝ (E − Eth)1,1268, (1.23)
E étant l’énergie du photon excitateur et Eth l’énergie du seuil.
Un fait remarquable est que, dans cette configuration singulière, chacun des électrons
semble ignorer l’existence de l’autre et ainsi ne voir que le potentiel émis par le noyau
(purement coulombien en 1/r). Le système se comporte alors approximativement comme
deux atomes d’hydrogène imbriqués l’un dans l’autre. La conséquence est la quantification
de l’énergie de chacun des deux électrons selon une série infinie (états de Rydberg) identique
à celle de l’atome d’hydrogène. La section efficace sous le seuil devrait donc, selon ce modèle,
présenter une série de résonances qui correspondent aux séries d’états de type Rydberg des
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deux pseudo-atomes d’hydrogène.
La première démonstration expérimentale du double photodétachement fut réalisée à
Los Alamos avec l’utilisation du faisceau d’ions relativistes de l’accélérateur du LAMPF.
L’énergie nécessaire pour atteindre et balayer le seuil était colossale (région VUV du spectre
électromagnétique, soient des énergies ∼ 14,354 eV) mais restait accessible avec le dispositif
par l’utilisation congrue du décalage Doppler perçu par les ions. La détection des ions
positifs et des neutres produits durant le processus leur permit de déduire l’évolution de
la section efficace relative au voisinage du seuil à deux électrons. Leurs résultats furent en
bonne adéquation avec les prédictions de Wannier, du moins concernant la section efficace
au-dessus du seuil.
Des articles de revues très intéressants sont disponibles sur le sujet de cette sous-
section. Il y a le très complet article de Buckman et Clark traitant exclusivement des
résonances dans les ions négatifs atomiques [BC94]. Il y a celui de Rau, plus court et
exposant uniquement les travaux sur l’ion négatif d’hydrogène [Rau96]. Et pour finir, il y
a celui de Bryant publié en 2001, dans lequel il discute des expériences menées durant 23
ans sur l’ion H− avec l’accélérateur linéaire de Los Alamos [Bry01].
1.3.4 Photodétachement de H− en présence d’un champ exté-
rieur
Jusqu’à présent, nous avons considéré le photodétachement de l’ion H− en l’absence
d’interactions extérieures. Dans cette section, nous examinerons les conséquences de l’action
de champs extérieurs d’origine électrique ou magnétique, sur la structure des ions négatifs,
sur le photodétachement et la section efficace associée.
1.3.4.1 Photodétachement en champ électrique
Il existe une infinité de configurations possibles pour un champ électrique. Nous nous
restreindrons, en conséquence, au cas d’un champ électrique uniforme qui présente les
aspects les plus fondamentaux du problème du photodétachement en champ électrique.
Le microscope de photodétachement en constitue une importante application, notamment
pour la mesure des affinités électroniques (cf. partie II).
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Champ électrique uniforme Un champ électrique uniforme est à l’origine de plusieurs
modifications de la section efficace de photodétachement par rapport au cas en l’absence
de champ.
D’abord, la déformation du puits de potentiel attracteur qui lie l’électron supplémen-
taire à l’atome par le champ électrique extérieur autorise l’électron à s’échapper vers l’aval
du champ, par effet tunnel, du puits qui le confine. Ceci est à l’origine, d’une part, de
l’abaissement du seuil de photodétachement et d’autre part, d’une modification de la loi de
seuil (la loi de Wigner ne s’applique plus). En-dessous du seuil, la section efficace est ex-
ponentiellement décroissante. Ensuite, contrairement au cas sans champ, la section efficace
n’est pas nulle au seuil (celui en l’absence de champ) mais est proportionnelle à l’intensité
du champ électrique appliqué.
Figure 1.14 – Section efficace de photodétachement (en onde p) au voisinage du seuil, en
présence d’un champ électrique de 16,4 MV/m, en fonction de l’énergie des photons. On compare
la courbe théorique calculée par Du et Delos [DD88b] avec les mesures expérimentales de Bryant
et al. [BMS+87]. Le champ électrique est motionnel, d’où la présence d’un champ magnétique de
0,056 T. Le bon accord théorie (pas de champ magnétique) expérience est excellent. On observe
clairement l’abaissement du seuil de photodétachement (l’affinité électronique de l’hydrogène vaut
∼ 0,75 eV) et une structure oscillante.
Enfin, il y a apparition d’une structure oscillante dans la section efficace (cf. figure 1.14).
L’origine de ce phénomène est à trouver dans l’interférence entre les différentes trajectoires
empruntées par l’électron pour atteindre un même point de l’espace des configurations.
Fabrikant [Fab80] est le premier à avoir interprété, en utilisant l’approche semi-classique
(qui consiste à considérer que ~ → 0) les oscillations comme un phénomène d’interférences.
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Du et Delos [DD87, DD88a] démontrèrent que les trajectoires qui interfèrent sont celles,
communément appelées orbites fermées, qui reviennent au point source (on détaille un peu
plus la théorie des orbites fermées dans le chapitre 5, sous-section 5.2.3). Ces phénomènes
sont d’autant plus manifestes que le champ électrique appliqué est intense.
La première expérience de photodétachement de H− en champ électrique a été accomplie
avec le faisceau d’ions relativistes du LAMPF [BMS+87, SBH+88]. Bryant et al. étudièrent
les cas où le laser était polarisé parallèlement (polarisation pi) et perpendiculairement au
champ électrique (polarisation σ). Un champ magnétique dans le référentiel du laboratoire
est en partie perçu, dans le référentiel d’un ion, comme un champ électrique motionnel.
La transformation de Lorentz permet de connaître le lien entre les champs perçus dans
le référentiel du laboratoire et ceux perçus par l’ion dans son référentiel barycentrique
(quantités primées) :
F′⊥ = γ(F⊥ + v×B),
F′‖ = F‖.
où F‖ et F⊥ correspondent aux champ électriques parallèle et perpendiculaire à la direction
de déplacement des ions dans le référentiel du laboratoire.
À partir de ces relations, on déduit qu’un champ magnétique situé, dans le référentiel
du laboratoire, dans le plan laser-faisceau d’ions est perçu comme un champ électrique
perpendiculaire à ce plan dans le référentiel barycentrique. Des systèmes d’électroaimants
et d’aimants permanents permirent aux auteurs de générer les champs électriques voulus.
En polarisation σ, l’intensité des champs pouvait atteindre 132 MV/m et en polarisation
pi, 16 MV/m.
Ces mesures firent apparaître des différences de comportement de la section efficace
de photodétachement selon la polarisation laser employée. Alors que le seuil se déplaçait
dans les deux cas (effet tunnel, déplacement d’autant plus grand que le champ électrique
était intense), les oscillations de la section efficace n’étaient visibles qu’en polarisation pi.
En réalité, les oscillations, en polarisation σ, existent mais sont d’amplitudes beaucoup
plus faibles. Du et Delos [DD89] expliquent que cette différence provient de la distribution
angulaire de densité de probabilité de l’électron éjecté. Lors du photodétachement l’onde
s initiale de l’électron est excitée dans le continuum en une onde p. La distribution angu-
laire de cette onde dépend de l’état de polarisation du photon excitateur. L’amplitude des
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oscillations, conséquence des interférences entre l’état initial et l’état final, dépend du taux
de recouvrement entre la fonction d’onde initiale et la partie de la fonction d’onde finale
de l’électron éjecté réfléchie par le champ électrique. La figure 1.15 extraite de l’article en
question permet de bien comprendre ce phénomène.
Figure 1.15 – Photodétachement, en champ électrique F, d’un électron, initialement dans un
état S (1). L’onde électronique p (3) remonte le champ (2) puis est réfléchie (4) et traverse la
région de son état initial. L’interférence entre l’état initial et l’onde libre engendre des oscillations
sur la section efficace. Lorsque le photon excitateur est polarisé parallèlement au champ électrique
(schéma de gauche), la densité de probabilité de l’état final est forte sur l’axe parallèle au champ
électrique passant par le centre de la zone d’émission de l’électron. L’onde réfléchie a donc une
densité de probabilité forte sur l’axe, le recouvrement est donc fort et les oscillations de section
efficace également. En revanche, en polarisation perpendiculaire, la densité de probabilité est faible
sur l’axe, le recouvrement avec l’onde réfléchie est faible et les oscillations de section efficace aussi.
En 1988, Du et Delos [DD88b] dérivèrent une expression théorique de la section effi-
cace en déterminant la densité de force d’oscillateur dont dépend la section efficace. Pour
cela, ils firent des hypothèses similaires à celles de Ohmura et Ohmura [OO60] et Arm-
strong [Arm63] dans le cas du photodétachement en l’absence de champ extérieur (cf.
sous-section 1.3.3.1), pour déterminer les fonctions d’onde des états initial et final. Selon
ces hypothèses, l’état final est solution de l’équation de Schrödinger en champ électrique et
stationnaire. Le résultat est une fonction proportionnelle à une fonction d’Airy qui dépend
de l’énergie initiale de l’électron et de l’intensité du champ électrique (cf. partie II, cha-
pitre 6, section 6.3). Dans la limite à champ électrique faible ou haute énergie de photons,
Du et Delos obtinrent une expression de la section efficace (en unités atomiques) compo-
sée d’un terme indépendant du champ électrique (section efficace en l’absence de champ
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électrique) et un terme sinusoïdal responsable des oscillations :
σ(, F ) = 0, 05408 
3/2
(eA+ )3 + 0, 02868
F
(eA+ )3 cos
[
4
√
2
3
3/2
F
]
a20, (1.24)
avec  l’énergie cinétique de l’électron détaché et F le champ électrique.
D’après cette expression, l’amplitude des oscillations est proportionnelle au champ élec-
trique et décroît avec l’énergie du photon. La longueur d’onde des oscillations est quant à
elle inversement proportionnelle du champ électrique. Plus le champ est intense, plus les
oscillations sont visibles.
1.3.4.2 Photodétachement en champ magnétique
Aucune expérience de photodétachement de H− en champ magnétique n’a été réalisée.
Blumberg et al. [BJL78, BIL79] réalisèrent les premières expériences de photodétache-
ment en champ magnétique sur l’ion S−. Ils observèrent des oscillations dans le profil de
section efficace de photodétachement qu’ils attribuèrent aux niveaux de Landau de l’élec-
tron éjecté se déplaçant dans un champ magnétique (cf. chapitre 5).
61
Chapitre 1 : Photodétachement d’ions négatifs : état de l’art pour H−
62
Chapitre 2
Dispositif expérimental
Dans ce chapitre, on décrit le dispositif expérimental (cf. figure 2.1) mis en place pour
démontrer la faisabilité du photodétachement presque total d’un jet d’ions négatifs en
cavité optique Fabry-Perot de finesse intermédiaire pour ITER.
Avant le montage de la cavité Fabry-Perot, ce dispositif a été utilisé pour mesurer la
section efficace absolue de photodétachement de H− à 1064 nm (cf. chapitre 3).
Ce montage sera également utilisé pour tenter de mettre en évidence les résonances
de Landau qui doivent apparaître lors d’une expérience de photodétachement en champ
magnétique (cf. chapitre 5). S’asservir sur l’une de ces résonances permettrait d’augmenter
considérablement la probabilité de photodétachement à flux lumineux donné.
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Figure 2.1 – Photographie du dispositif expérimental. On peut y voir le montage optique
Hänsch-Couillaud pour l’asservissement de la cavité optique de finesse intermédiaire (cf. cha-
pitre 4, section 4.2) et le système de bobines de champ magnétique (cf. chapitre 5, sous-
section 5.5.2.1).
2.1 La source d’ions négatifs : SNICS II
La source SNICS II, installée depuis 2010 sur notre expérience, utilise une technologie
basée sur la pulvérisation (sputtering, bombardement) de césium sur une cible solide. Le
schéma de principe est donné sur la figure 2.2.
Le césium, placé dans une enceinte chauffée (oven), s’évapore dans la chambre à vide.
Au contact d’un "ionizer" constitué d’une surface de tungstène chauffée à plus de 1000 °C,
le Cs neutre s’ionise. Le tungstène est choisi en raison de sa haute température de fusion et
de sa tension de sortie élevée, de 4,6 eV (énergie à apporter pour arracher un électron du
métal). D’après la loi de Saha-Langmuir, la probabilité d’ionisation au niveau d’une surface
varie comme l’exponentielle de la différence entre le travail de sortie du métal adsorbant et
l’énergie d’ionisation de l’élément à ioniser (3,9 eV pour le césium, la plus petite du tableau
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Figure 2.2 – Schéma de principe fourni par le constructeur (National Electrostatics Corporation,
http://www.pelletron.com/negion.htm) de la source d’ions SNICS II.
périodique, d’où le choix du Cs).
Les ions Cs+ sont ensuite accélérés vers une cathode (cible solide) polarisée négative-
ment et contenant les éléments avec lesquels on veut produire des ions négatifs. En outre,
une partie du césium neutre se condense sur la cathode activement refroidie. La fine couche
ainsi formée est à l’origine d’une forte réduction du travail de sortie de la cible (le césium est
l’élément le plus électropositif du tableau périodique, excepté le francium qui est radioac-
tif). Autrement dit, la forte électropositivité du césium va favoriser les transferts d’électrons
depuis les atomes de Cs vers les neutres atomiques ou moléculaires produits par sputtering
(les ions positifs produits sont attirés par la cathode polarisée négativement) augmentant
ainsi la probabilité de production d’ions négatifs.
Les ions négatifs formés sont extraits de la cathode à l’aide d’une électrode polarisée
plus positivement (extractor). En sortie de source, les ions ont une énergie de plusieurs keV
qui dépend des potentiels appliqués au niveau de la cathode et de l’extracteur (par rapport
à l’enceinte du jet d’ions négatifs, cf. figure 2.3).
La source SNICS II présente deux avantages : le premier est de pouvoir produire des
ions négatifs pour la quasi-totalité des éléments, le second est d’offrir la possibilité de
changer de cible solide (cathode) en quelques minutes sans avoir à isoler le césium et à tout
remettre à la pression atmosphérique.
Afin d’adapter la source au montage expérimental, un décélérateur et une lentille élec-
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trostatique (de type Einzel) ont été ajoutés en sortie de source. Les ions sont ralentis à
une énergie de 1,2 keV typiquement, ce qui provoque un étalement du jet d’ions (augmen-
tation de l’émittance). La lentille de sortie permet de contrebalancer cet étalement dans
les limites imposées par le théorème de Liouville. Les courants mesurés en sortie de source
sont cependant plus faibles de plus de deux ordres de grandeur que ce qui est indiqué dans
la documentation.
Figure 2.3 – Représentation en perspective des potentiels de notre source SNICS II (on donne
les ordres de grandeur des potentiels utilisés). Les lignes correspondent aux trajectoires simulées
(logiciel Simion [DDA90]) suivies par les ions depuis leur production au niveau de la cathode
jusqu’à leur sortie de la source. On observe clairement l’étalement du jet après son passage dans
le ralentisseur. La figure a été extraite du mémoire d’HDR de Cyril Drag [Dra10].
Histoire de la conception et de la réalisation de la source d’ions négatifs à pul-
vérisation de césium On en doit la découverte initiale à Krohn [Kro62] qui démontra
que la présence d’une fine couche de césium sur la surface d’une cible solide, améliorait
considérablement la probabilité de production d’ions négatifs (des éléments contenus dans
la cible) par bombardement avec du césium.
En 1969, Mueller et Hortig [MH69] mirent au point une source d’ions de faible émittance
basée sur les travaux de Krohn. L’idée était de produire des ions positifs de krypton issus
de collisions avec des électrons générés avec un filament chauffé (duoplasmatron), et de
les accélérer pour bombarder la cible solide (sur laquelle était déposée une fine couche de
césium).
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Au début des années 1970, Middleton et Adams [MA74] eurent l’idée de remplacer le
duoplasmatron par un "ionizer" constitué d’une surface métallique chauffée. Au contact de
cette surface, des alcalins injectés dans la chambre à vide étaient ionisés positivement puis
accélérés pour bombarder la cible solide. Ils démontrèrent que cette source était capable
de produire efficacement la quasi-totalité des ions négatifs atomiques.
Par la suite, Middleton [Mid83], mais aussi Alton [Alt94] poursuivirent le développe-
ment de la source. Middleton mena une étude empirique systématique qui lui permit de
déterminer la composition des cibles utilisables pour former les ions négatifs de la quasi-
totalité des éléments du tableau périodique. L’ensemble des observations et résultats est
publié dans son "cookbook" [Mid89], ouvrage indispensable à tout expérimentateur utilisant
une source à pulvérisation de césium.
2.2 Le jet d’ions négatifs
Une fois sorti de la source, le jet d’ions négatifs doit être piloté jusqu’à la zone d’inter-
action. Pour cela, on utilise quelques éléments d’optique électrostatique :
– des plaques déflectrices, c’est-à-dire des condensateurs, qui permettent lorsqu’elles
sont polarisées (plus ou moins quelques dizaines de volts) de défléchir le jet d’ions de
sa trajectoire,
– deux types de lentilles électrostatiques pour jouer sur la divergence du jet. Il y a,
d’une part, des lentilles de type Einzel qui, du fait de leur symétrie cylindrique
focalisent le jet d’ions de la même façon dans toutes les directions. D’autre part, des
lentilles quadripolaires qui ajoutent un degré de liberté en autorisant la focalisation
du jet d’ions selon l’une ou l’autre des deux directions orthogonales (astigmatisme)
et permettent de corriger son ellipticité.
– Un filtre de Wien qui, par application d’un système de champs électrique et ma-
gnétique croisés, permet de sélectionner en vitesse (et donc en masse) les ions du
jet.
– Un virage quadrupolaire qui, en déviant le jet d’ions d’un angle droit, le purifie des
neutres produits par collision durant la propagation.
Ce dernier élément permet de piloter le jet d’ions soit vers la partie historique de
l’expérience où se situe le microscope de photodétachement, soit vers la partie nouvellement
construite pour réaliser le photodétachement presque total d’ions négatifs d’hydrogène en
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cavité Fabry-Perot de finesse intermédiaire.
Après le passage d’une des zones d’interaction, les ions sont finalement envoyés vers
une coupe de Faraday pour en mesurer le courant en bout de course.
2.3 Les lasers
2.3.1 Le laser continu Titane : Saphir
Ce laser Ti :Sa commercial (MBR-110, Coherentr) pompé par un laser Verdi-V10
(Coherentr, Nd3+ YVO4 doublé, 532 nm) de 10 W, accordable sur une large bande spec-
trale (700 à 1000 nm) émet un faisceau, de ∼ 1 W, polarisé rectilignement (horizontal)
dans le mode fondamental gaussien (TEM00). Sa largeur spectrale ne dépasse pas 75 kHz.
Le schéma général de la cavité est donné sur la figure 2.4.
Figure 2.4 – Schéma optique du laser Ti:Sa MBR-110 fourni par le constructeur http://www.
coherent.com/products/?846/MBR-Ring-Series.
Le laser vert de pompe (Verdi) est focalisé, à l’aide d’un système de deux lentilles, sur
le milieu amplificateur (barreau de Ti:Sa) situé intracavité. Outre le milieu amplificateur,
d’autres éléments optiques ont été placés à l’intérieur de la cavité. On y trouve :
– quatre miroirs, dont un coupleur de sortie (M4, plan) et un miroir relié à une cale
piézoélectrique (M3, plan) qui sert à modifier la longueur de la cavité. Les deux autres
miroirs M1 et M2 ont un rayon de courbure de 10 cm et sont très réfléchissants sur
une large gamme de longueurs d’onde.
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– Des éléments de filtrage spectral dont un filtre biréfringent de Lyot (filtrage grossier)
et un étalon Fabry-Perot (filtrage fin). Ce dernier est relié à un galvanomètre qui
permet, par rotation de l’étalon sur l’axe vertical, de rester sur un mode de la cavité.
Les modes peuvent, en effet, se déplacer en raison des dérives thermiques par exemple.
– Des lames à incidence de Brewster qui, par leur rotation autour de l’axe vertical,
permettent de modifier la longueur optique de la cavité. Si la longueur optique aug-
mente (diminue), l’intervalle spectral libre diminue (augmente), il y a décalage des
fréquences de résonance de cavité vers les basses (hautes) fréquences. Le décalage
relatif de fréquence est toujours égal (au signe près) au décalage relatif de longueur
de la cavité. Pour rester à résonance, l’étalon tourne simultanément pour verrouiller
le mode sur lequel on se trouvait avant rotation des lames. De cette manière, il est
possible de balayer la fréquence du laser.
– Une diode optique (rotateur de Faraday plus une lame à retard) qui, en brisant
la symétrie aller/retour, permet au laser de ne résonner que dans un seul sens, en
l’occurrence, dans le sens M1,M2,M3,M4. . .
L’ensemble des éléments intracavité est disposé à incidence brewsterienne pour rendre
la polarisation rectiligne, de cette manière les photons sont tous identiques.
Le système possède aussi une cavité de référence (interféromètre confocal) thermostatée
en invar (dilatation thermique très faible). Il est possible, en utilisant la cale piézoélectrique
placée à l’arrière du miroir M3, de verrouiller l’onde en sortie du Ti:Sa sur une résonance
de la cavité de référence. De cette manière, on fixe la longueur d’onde émise par le Ti:Sa.
La cale piézoélectrique située dans la cavité de référence, permet de régler la position des
résonances (de la cavité de référence) de manière à choisir finement la longueur d’onde
émise par le Ti:Sa.
Durant nos expériences, nous ne nous sommes pas servis de ce système car nous mesu-
rions en continu la longueur d’onde qui était somme toute très stable sans asservissement.
2.3.2 Le laser pulsé Nd :YAG
Ce laser pulsé, dont la particularité est de pouvoir émettre des impulsions monomodes
de durée modulable, a été conçu et construit au laboratoire Aimé-Cotton par Louis Cabaret
et Cyril Drag [CD07].
Il s’agit d’un laser Nd:YAG émettant une onde polarisée rectilignement dans l’infra-
rouge (à 1064 nm). Il fonctionne dans un régime dit Q-switché. Ce régime est obtenu en
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introduisant, dans la cavité, un atténuateur variable appelé commutateur-Q ou Q-switch,
constitué dans notre cas d’une lame λ/4 (et pas λ/2 car l’onde réalise des aller-retours dans
la cavité) et d’une cellule de Pockels (juxtaposition de deux cristaux biaxes de Rubidium
Titanyl Phosphate RTP), de façon à pouvoir contrôler le facteur de qualité Q en rendant
la cellule plus ou moins opaque. L’atténuateur est d’abord placé dans un état empêchant à
la lumière de réaliser des aller-retours (petit facteur de qualité) et donc empêchant le laser
d’émettre. Pendant ce temps, le milieu amplificateur est pompé jusqu’à atteindre la satura-
tion. L’atténuateur est ensuite très rapidement rendu transparent, permettant à la lumière
de circuler et de s’amplifier par émission stimulée produisant en sortie une impulsion très
énergétique et relativement brève. Le processus est ensuite répété. Dans notre cas, le laser
produit des impulsions d’une trentaine de millijoules (5 mJ plus amplification dans un
barreau de Nd:YAG extracavité pompé par une lampe flash), longues d’une quarantaine de
nanosecondes et avec un taux de répétition de 20-22 Hz. Cela correspond à des puissances
crêtes de 0,75 mégawatt.
Sélectionner un mode d’un laser impulsionnel est plus ardu que dans le cas continu
en raison du peu de temps dont on dispose pour réguler la compétition entre les modes
(cf. [Sie86], chapitre 26, pp. 1034-1038). Une fois l’atténuateur rendu transparent, les ondes
émises par le milieu amplificateur et satisfaisant un bon couplage avec la cavité laser se
mettent à osciller. La grande quantité d’énergie disponible permet l’amplification quasi-
équivalente de plusieurs modes, ce qui rend l’onde laser multimode. On peut penser qu’en
raison de la différence de pertes perçues par chacun des modes (pertes plus grandes à
certaines fréquences qu’à d’autres), l’un d’entre-eux, après des aller-retours successifs, finit
par dominer les autres. Or, l’impulsion n’est générée que durant quelques dizaines d’aller-
retours dans la cavité ce qui ne laisse pas beaucoup de temps pour discriminer le mode
dominant. Il faut donc fortement privilégier l’un des modes par rapport aux autres.
Dans le cas d’un laser continu, on utilise généralement des filtres fréquentiels de type
Lyot et des étalons Fabry-Perot de manière à accroître les pertes pour l’ensemble des
modes à l’exception d’un seul. En régime pulsé, cette opération est plus délicate à réaliser
en raison de la difficulté à garder un bon couplage durant la génération de l’impulsion (à
cause par exemple des variations d’indices dues aux effets thermiques). Une manière plus
sûre pour rendre le laser monomode est de donner à un des modes un avantage permanent
en réalisant l’injection d’une onde laser déjà monomode (souvent issue d’un autre système
laser) et d’asservir le laser injecté sur l’un des modes de la cavité pulsée, situé dans la
bande de gain du milieu amplificateur (du laser pulsé). Dans notre cas, le laser injecté est
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un laser continu monomode Nd:YVO4. Un système d’asservissement permet de verrouiller
un mode de la cavité pulsée sur le laser injecté. De cette manière, lorsque la cavité est
Q-switchée (atténuateur rendu transparent), c’est l’onde issue du laser Nd:YVO4 qui est
amplifiée donnant ainsi naissance à une impulsion monomode. Le spectre de l’impulsion
n’est limité que par sa transformée de Fourier.
2.3.3 Mesure de la longueur d’onde
2.3.3.1 Le lambdamètre
Pour mesurer la longueur d’onde du laser continu Ti:Sa, on utilise un lambdamètre
(HighFinesseTM WS-U) qui compare les systèmes d’interférences produits par cinq inter-
féromètres de Fizeau identiques avec celui d’un interféromètre de Fizeau plus large. Cette
méthode permet d’atteindre une très haute précision absolue de 30 MHz (à 3σ). Le lamb-
damètre couvre un large domaine spectral, de 350 à 1100 nm.
2.3.3.2 Calibration du lambdamètre
Pour calibrer le lambdamètre, nous utilisons comme source de référence une diode calée
en fréquence grâce à un montage d’absorption saturée (cf. figure 2.5).
Isolateur optique
Diode
miroir
lame 5%
lentille
photodiode
vers oscilloscope
coupleur
vers
lambdamètre
diaphragme
lame 5%cellule de Cs
cube
        polarisant
lame λ/4
 à 45° 
pompe
sonde
Figure 2.5 – Schéma optique du montage d’absorption saturée pour la calibration du lambda-
mètre. Les faisceaux pompes et sondes ont été volontairement décalés l’un de l’autre pour plus
de visibilité.
Une diode génère un faisceau infrarouge qui est envoyé dans une cellule contenant de la
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vapeur de césium. En traversant la vapeur, s’il y a résonance, l’interaction du faisceau laser
pompe avec les atomes de césium va les faire transiter vers un niveau excité. Le milieu étant
gazeux, la longueur d’onde perçue varie d’un atome à l’autre (effet Doppler). Les atomes
qui entrent en résonance sont ceux dont la composante de vitesse parallèle au faisceau laser,
compense, par effet Doppler, le décalage en fréquence.
Le faisceau pompe (5 % de la puissance), réfléchi par une lame de verre, est renvoyé
sur lui-même et passe, une fraction de nanoseconde plus tard, à nouveau dans la cellule de
vapeur de césium (faisceau sonde). Les atomes excités par ce faisceau de retour sont ceux
dont la vitesse longitudinale compense un éventuel désaccord Doppler. Mais le changement
de sens du laser modifie le signe de la composante de vitesse pertinente de sorte que ce
ne sera qu’à vitesse nulle que les atomes excités à l’aller et au retour seront les mêmes.
Si le faisceau aller est saturant, la vapeur devient transparente au faisceau retour à la
fréquence de résonance non affectée d’effet Doppler et à cette fréquence seulement (à la
largeur naturelle près) 1.
L’intensité en transmission de la cellule de vapeur de césium du faisceau sonde est
mesurée par une photodiode pour visualisation sur un oscilloscope. Si la fréquence de la
diode est modulée, on observe une succession de résonances dont chacune correspond à un
maximum local de transmission.
Nous nous sommes placés sur une résonance hyperfine D2 du césium (62S1/2 → 62P3/2)
à 852,34727582(27) nm de 30,32(5) ns de durée de vie [AG03]. Elle sert de référence pour
notre lambdamètre.
2.4 La chambre d’interaction
2.4.1 Géométrie de la chambre d’interaction
La chambre d’interaction dans laquelle le faisceau laser intersecte le jet d’ions est consti-
tuée de deux tubes en inox 304L (amagnétique) de 10 mm de diamètre. Les longueurs
totales des tubes dans lesquels passent le jet d’ions et le laser sont respectivement de 138
et 257 mm (cf. figure 2.6).
À chaque extrémité du bras dans lequel passe le faisceau laser, on a ajouté une pièce
1. Un autre occasion de voir le milieu devenir transparent à la longueur d’onde d’émission de la diode
est lorsque l’énergie des photons émis par la diode se situe exactement à mi-distance entre deux transitions
(crossing-over).
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de 7,6 mm de long supportant un hublot. Avec ces pièces, la distance L que parcourt le
faisceau laser dans la croix mesure 409 mm.
La zone d’interaction (zone de recouvrement du jet d’ions et du faisceau laser) poten-
tielle correspond au volume accessible à la fois par le jet d’ions et par le laser. Il s’agit
approximativement d’un cube de 10 mm de côté (volume de 1 cm3, cf. figure 2.6)).
Figure 2.6 – Dessin de la chambre d’interaction. Elle est constituée de deux tubes en inox 304L
(asténitique donc amagnétique) formant une croix. Les cotes sont données en millimètres sur la
figure.
2.4.2 Les sources d’élargissement expérimentales
Plusieurs facteurs peuvent entraîner une baisse de résolution énergétique lors d’une
expérience de photodétachement. L’objectif de la section est de déterminer les ordres de
grandeur du flou engendré par ces facteurs.
Élargissement Doppler et temps de transit L’écart à l’orthogonalité entre le laser
et le jet d’ions lors de leur interaction engendre un décalage, par effet Doppler, de l’énergie
des photons perçue par les ions. Ce phénomène, couplé à la divergence du laser et à la
distribution en vitesses des ions, génère un flou.
Soient (R) le référentiel lié au laboratoire et (R’) le référentiel lié au jet d’ions, on
choisit leur orientation de telle sorte que leurs axes Ox et Ox′ soient parallèles l’un à
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l’autre. (R’) étant lié au jet, il est en translation uniforme par rapport à (R) à la vitesse
~vions (dirigée selon Ox, cf. figure 2.7). L’axe Oz (Oz′) selon lequel se propage le faisceau
laser sera assimilé à l’horizontale dans le cas du photodétachement de H− (partie I, et à la
verticale dans le cas de la microscopie de photodétachement, partie II).
(R')
vions
x'
z'
(R)z
x
θ
θL
α
αmax
jet d'ions
laser
Figure 2.7 – Schéma de l’intersection du jet d’ions avec un faisceau laser gaussien. θL est l’angle
entre le jet d’ions et l’axe de symétrie du laser. La divergence du faisceau laser est donnée par
l’angle αmax. Ces angles ont été exagérés pour plus de clarté.
Les effets relativistes peuvent ici être complètement négligés. L’expression donnant
l’énergie des photons perçue par les ions en fonction de l’énergie dans le référentiel du
laboratoire est :
Eions = Elab(1− βioncos θ), (2.1)
où Elab est l’énergie d’un photon dans le référentiel du laboratoire et Eions l’énergie du
même photon dans le référentiel des ions et βions = vionsc .
D’après la figure 2.7, l’angle θ entre l’axe des x et le vecteur d’onde du photon d’énergie
Eions peut s’exprimer en fonction de α selon la relation :
θ = θL + α. (2.2)
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θL est l’angle entre le jet d’ions et l’axe de symétrie du laser. Étant donné la configuration
de notre expérience (cf. sous-section 2.4.1), θL ne peut s’écarter de l’angle droit de plus
d’un angle de arctan
(
d
L
)
' 1,4°.
Dans notre expérience, l’intersection laser/jet est quasi orthogonale, de plus l’angle
d’ouverture du laser est relativement faible. On peut donc considérer l’approximation des
petits angles et écrire au premier ordre la dispersion (demi-largeur à 1
e2 ) en énergie ∆Eions
en fonction de αmax :
∆Eions = Elabβionsαmax. (2.3)
La divergence d’un faisceau gaussien s’écrit dans l’approximation des petits angles :
αmax ≈ λpiw0 , avec λ la longueur d’onde et w0 son waist. On peut réexprimer l’équation 2.3
en fonction de ces paramètres :
∆Eions =
vionsλ
picw0
Elab, (2.4)
ou en nombre d’onde :
∆σions =
vions
picw0
. (2.5)
On trace sur la figure 2.8 l’évolution de la dispersion ∆Eions en fonction du waist du
laser dans le cas d’un jet d’ions d’oxygène se déplaçant à 120 km/s (énergie cinétique de
1200 eV) que l’on photodétache juste au-dessus du seuil 2P3/2 →3 P2 à 848,54 nm.
Pour un waist de 500 µm, la dispersion en énergie due à la divergence du laser est donc
de 0,0026 cm−1 (soit 2,6 mk 2).
L’élargissement Doppler trouve son origine dans la dispersion angulaire des vecteurs
d’onde de l’onde laser, causée par la finitude de son extension spatiale (diffraction). La
distribution des vecteurs d’onde kx dans la direction du jet d’ions est donnée par la trans-
formée de Fourier de la distribution d’amplitude (gaussienne) :
TF[e
− x2
w20 ] ∝ e−
w20k
2
x
4 . (2.6)
La distribution d’intensité le long de l’échelle des vecteurs d’ondes est donc proportionnelle
2. 1 mk = 10−3 cm−1
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Figure 2.8 – Évolution de la dispersion énergétique ∆Eions (en cm−1) due à la divergence
du faisceau laser (effet Doppler) en fonction du waist w0 du faisceau laser au niveau de la zone
d’interaction (en µm).
au facteur e−
w20k
2
x
2 .
La dispersion Doppler du vecteur d’onde δkions = δ(k′x−kx) où k′x est le vecteur d’onde
kx vu dans le référentiel des ions, est liée à la vitesse vions des ions par la formule Doppler
habituelle (cf. equation 2.1, avec θ = 0). L’élargissement est donné, en nombre d’onde,
par :
δσions =
δkxvions
2pic =
vions
picw0
. (2.7)
δkx est la demi-largeur à 1e2 (le waist) de la distribution d’intensité. On retrouve l’équa-
tion 2.5 obtenue à partir de la géométrie du faisceau diffracté.
Cet élargissement peut aussi être considéré comme étant dû au temps de transit fini
des ions dans le faisceau laser.
L’amplitude de l’onde laser perçue par les ions est, en raison de leur mouvement, propor-
tionnelle à e
− v
2
ions
t2
w20 . Le carré de la transformée de Fourier de cette distribution temporelle
d’amplitude donne accès à la forme de la distribution de la densité spectrale de puissance :
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TF[e
− v
2
ions
t2
w20 ]2 ∝ e−
w20ω
2
2v2
ions . (2.8)
ω est la pulsation de l’onde laser.
La mi-largeur (le waist) de cette distribution correspond à l’élargissement énergétique
(nombre d’onde) :
δσions =
vions
picw0
. (2.9)
À nouveau, on retrouve l’équation 2.5.
L’élargissement spectral par réduction du waist peut donc s’interpréter comme de l’élar-
gissement Doppler (cf. supra) ou comme de l’élargissement par temps de transit (les deux
étant liés par la diffraction) [BDG01].
Élargissement Doppler dû à la dispersion en vitesse des ions Le fait que le jet
d’ions ne soit pas parfaitement collimaté et monocinétique est également à l’origine d’une
perte de résolution énergétique. Supposons que le faisceau laser intersecte orthogonalement
le jet d’ions (angle θ nul). Soit ψ la divergence (écart à la collimation) du jet d’ions, le
décalage Doppler s’écrit (cf. équation 2.1) :
Eions = Elab
(
1 + vionssinψ
c
)
. (2.10)
Si maintenant on tient compte du caractère polycinétique du jet d’ions, l’élargissement
Doppler s’écrit :
∆Eions = Elab
(vions + ∆vions)sinψ
c
. (2.11)
Le calcul donne pour une divergence de 1 mrad et pour une dispersion en vitesse de 1 %
(qui est négligeable car correspond à 1 % de l’élargissement total, ici 0,047 mk par mrad
de divergence dans l’approximation des petits angles) un élargissement de 0,0047 cm−1
(soit 4,7 mk). Nous avons intérêt à limiter au maximum la divergence du jet d’ions. Pour
le calcul, on a pris une vitesse de 120 km/s (vitesse d’un ion O− de 1,2 keV d’énergie
cinétique).
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Largeur spectrale du laser La largeur spectrale du laser peut jouer évidemment un
rôle premier dans la perte de résolution énergétique. Le laser continu monomode Ti:Sa
(MBR 110) que l’on utilise, possède un spectre relativement fin < 100 kHz (3.10−6 cm−1).
La comparaison avec les autres sources d’élargissement (élargissement Doppler) montre que
l’élargissement spectral du laser est complètement négligeable.
Il faut également considérer les dérives fréquentielles lentes, dues notamment aux
changements de températures de la salle d’expérience. Typiquement, ces dérives sont de
20 MHz/h pour notre système (estimation in situ). Une mesure qui s’étale sur quelques
minutes connaît une dérive maximale de la fréquence de quelques MHz. La perte de réso-
lution due à ce phénomène est donc également négligeable (0,33 mk pour une déviation de
10 MHz).
2.5 La chaîne de détection
2.5.1 Détection des ions négatifs
Pour mesurer le courant d’ions, plusieurs coupes (ou cavités) de Faraday sont disposées
sur le trajet du jet. Le courant est mesuré à l’aide d’un picoampèremètre (soit avec le
modèle analogique Keithley 4171, soit avec le numérique 6485). La gamme de mesure de
ces appareils est large de quelques dizaines de fA à plusieurs dizaines de mA.
Le modèle numérique 6485 (résolution 10 fA) peut être piloté par ordinateur. Il a été
interfacé sous LabViewr dans un objectif d’automatisation, pour l’étude du photodétache-
ment en champ magnétique (résonances de Landau, cf. chapitre 5).
2.5.2 Mesure de la puissance ou de l’énergie des faisceaux lasers
2.5.2.1 En régime continu : le puissancemètre
Notre puissancemètre (Coherentr PowerMax-USB LM-3) est sensible sur une large
bande spectrale allant de l’UV (250 nm) à l’infrarouge lointain (10,6 µm). Il peut mesurer
des puissances allant de 10 mW à 3 W avec une incertitude de 3 % (calibration constructeur
plus écart à la linéarité en fonction de la puissance). Il supporte un flux de 6 kW/cm2
(pour un watt de puissance, la surface du faisceau laser ne doit pas être sous 0,017 mm2
soit 73,6 µm de rayon pour un faisceau circulaire).
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2.5.2.2 En régime pulsé : les joulemètres
Les deux joulemètres utilisés font partie de la série Pulsar construite par Ophir. Le
joulemètre basse énergie (modèle PE10-C) est sensible sur une gamme énergétique très
large, allant du µJ à plusieurs dizaines de mJ. Il mesure l’énergie des impulsions avec une
bonne précision (3 %, calibration NIST). Il ne tient pas bien au flux, son seuil de dommage
se situe à 1 mJ/mm2 pour une impulsion d’une durée de moins de 100 ns. Sa réponse est
linéaire avec l’énergie à 1,5 % près.
Le joulemètre haute énergie (modèle PE50BF-DIF-C) est composé d’un cristal pyro-
électrique qui se polarise proportionnellement à la chaleur qu’il emmagasine générant une
différence de potentiel aux bornes d’un condensateur placé en parallèle. La différence de
potentiel est numérisée et peut être enregistrée informatiquement. Ce joulemètre est ca-
pable de séparer les impulsions jusqu’à une cadence de 250 Hz et est sensible sur une
gamme énergétique allant de 200 µJ à 10 J. Son seuil de dommage est assez élevé et se
situe à 40 mJ/mm2 (pour une impulsion < 100 ns de durée). Sa précision est bonne, 3 %,
au dessus de 0,5 mJ mais descend à 4-6 % pour des énergies plus basses.
Ces deux joulemètres acceptent un déclenchement externe. Celui-ci nous a permis de
mesurer et d’enregistrer tir-à-tir l’énergie des impulsions.
2.5.3 Détection des neutres
Pour détecter les neutres, on utilise un multiplicateur d’électrons à dynodes (Hama-
matsu, modèle R5150-10), originellement conçu pour détecter des photons et des particules
chargées, que l’on place en face de la zone d’interaction (∼ 50 cm plus loin). Cet appa-
reil, dont l’ouverture est un disque de 8 mm de diamètre, est constitué de 17 dynodes de
Cu-BeO connectées les unes aux autres par des résistances de 1 à 3 MΩ formant un pont
diviseur de tension (cf. figure 2.9). Il n’est opérationnel que dans un environnement basse
pression < 133.10−4 Pa. Il permet une forte amplification du signal d’entrée, de quelques
5.106 lorsqu’il est polarisé à 2 kV (maximum 3,5 kV), tout en offrant un faible bruit parasite
(0,02 coups/s à 2 kV). Sa réponse est rapide avec un temps caractéristique de 1,7 ns.
Nous avons eu quelques difficultés à détecter nos premiers neutres. Après plusieurs
essais, nous nous sommes rendu compte qu’il existe un seuil de détection en tension (∼ -
2 kV) contrairement à ce qui est indiqué dans la documentation (ce que peut expliquer le
fait que le détecteur a été conçu pour la détection de photons et de particules chargées).
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Figure 2.9 – Schéma électrique du multiplicateur d’électrons. Les 17 dynodes sont connectées
par un pont diviseur de tension. Dans nos expériences, il importe de ne détecter que les neutres.
Pour éviter la détection d’ions négatifs ou d’électrons produits par détachement collisionnel au
sein du jet, nous polarisons négativement l’électrode d’entrée du détecteur (HV pin) à environ
-2,2 kV de manière à les repousser. Ce potentiel est effectivement supérieur en valeur absolue
au potentiel d’accélération auquel sont soumis les ions au niveau de la source (1,2 ou 2 kV). Le
signal d’électrons (produit par l’impact initial du neutre) est ensuite extrait au niveau de l’anode
(OUTPUT pin) puis envoyé dans un préamplificateur.
Pour apercevoir un signal dont l’amplitude est de quelques mV seulement (inférieure à la
valeur donnée dans la documentation) et d’une durée de quelques ns, il nous faut polariser
l’électrode HV à moins de -2,2 kV (cf. figure 2.9).
Ces quelques mV d’amplitude ne sont cependant pas suffisants pour que le signal res-
sorte suffisamment du bruit. Nous avons donc placé, en aval du détecteur, un préamplifica-
teur (gain de 102) fabriqué spécialement par le service électronique du laboratoire. Ainsi,
le signal typique mesuré dans les mêmes conditions a une durée de quelques ns et une
amplitude de quelques centaines de mV (cf. figure 2.10).
2.5.3.1 Compteur de neutres
En régime continu Le signal mesuré par le détecteur de neutres (cf. supra) peut être
envoyé vers un compteur de photons (Stanford Research Systems modèle SR400) de large
bande passante (continu à 300 MHz).
Il accepte un déclenchement externe (impédance d’entrée de 10 kΩ) avec une largeur
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Figure 2.10 – À gauche : signal mesuré en sortie du détecteur lors de l’impact d’un neutre. À
droite : signal correspondant mesuré en sortie du préamplificateur. Son amplitude – -420 mV – est
bien 100 fois supérieure à celle du signal mesuré en sortie de détecteur. L’adaptation d’impédance
n’est pas parfaite, ce qui explique les oscillations après l’impulsion principale. Le préamplificateur
accentue cet effet.
minimale de 10 ns. Le seuil peut être ajusté entre -2 et 2 V, avec une résolution de 1 mV.
L’amplitude minimale acceptée est de 0,1 V. En mode externe, la fréquence maximale du
déclenchement est de 1 MHz (1 µs). Il possède un déclenchement interne de fréquence
10 MHz fixe.
Le compteur possède deux entrées (impédances d’entrée de 50 Ω) pour les signaux à
mesurer. À chacune de ces entrées est associé un discriminateur indépendant pouvant être
fixé entre -300 et 300 mV (front montant ou descendant), avec une résolution de 0,2 mV.
L’amplitude minimale mesurable pour une impulsion est de 10 mV. Sa résolution temporelle
est de 5 ns (intervalle minimal entre deux impulsions pour les distinguer). La gigue sur le
délai et la position des portes s’élève à seulement 200 ps.
Il est possible de générer, pour chacune des deux entrées, une porte permettant de
sélectionner l’intervalle temporel des mesures. Le délai minimal entre le déclenchement
(trigger) et la génération de la porte est de 25 ns. Un délai additionnel de 0 ns à 999,2 ms
peut être programmé avec une résolution de 1 ns. La largeur de la porte est ajustable entre
une durée de 5 ns et 999,2 ns, avec une résolution de 1 ns.
Ce compteur est pilotable par ordinateur (connexion RS-232). Il a été interfacé sous
LabViewr dans un objectif d’automatisation pour l’étude du photodétachement en champ
magnétique (résonances de Landau, cf. chapitre 5).
81
Chapitre 2 : Dispositif expérimental
En régime impulsionnel Les neutres produits lors d’une impulsion laser sont mesurés
dans un intervalle de temps égal à celui de l’impulsion laser. La résolution temporelle du
détecteur n’est pas suffisante pour observer indépendamment chaque impulsion élémentaire.
Il est donc nécessaire de moyenner le signal de neutres.
Pour ce faire, on utilise soit un oscilloscope (Agilent Technologies DSO3024A, 200 MHz)
soit un intégrateur à porte "boxcar". Le boxcar nous permet, en l’associant à un numériseur
de tension USB-6008 (National InstrumentsTM), de mesurer le signal de neutres impulsion
par impulsion.
Ces deux méthodes ont été employées dans l’expérience portant sur la mesure de la
section efficace de photodétachement de H− à 1064 nm (cf. sections 3.3.5.2 et 3.3.5.3 du
chapitre 3).
Comme expérience test de notre système de détection, nous avons mesuré, en régime
d’éclairement impulsionnel, le seuil de détachement 2P3/2 → 3P2 de O−. Chaque point
correspond à la moyenne du signal de neutres sur 200 impulsions (cf. figure 2.11). Cette
mesure démontre l’aptitude de notre multiplicateur d’électrons à détecter des neutres.
2.5.3.2 Spectrométrie de masse par temps de vol
Après le passage d’une impulsion laser au sein du jet d’ions, les neutres produits par
photodétachement doivent parcourir la distance séparant la zone d’interaction du détecteur
de neutres. La vitesse varie, pour une énergie cinétique donnée, en fonction de la masse de
l’atome considéré (les ions de notre jet ont tous la même énergie cinétique). Ainsi, il est
possible de réaliser de la spectrométrie de masse par temps de vol.
Sur la figure 2.12, on donne un exemple de spectre de masse d’un jet d’oxygène 16O
et de cuivre de 1,2 keV d’énergie cinétique. La longueur d’onde du laser est de 775 nm
(photons d’énergie 1,6 eV, impulsion de 4 mJ et ∼ 30 ns de durée). La distance séparant
la zone d’interaction du détecteur est de 45,5 cm. Les temps de vol mesurés, 3,81, 7,53
et 7,65 µs, correspondent respectivement à 16O et aux deux isotopes naturels du cuivre
63Cu et 65Cu. Les amplitudes des pics observés sont en accord avec la composition d’un
échantillon naturel de cuivre (69,17 % de l’isotope 63 et 30,83 % de l’isotope 65, premier
et deuxième pic respectivement).
L’utilisation de cette méthode avec un filtre de masse permet de connaître la composi-
tion du jet d’ions en sortie de filtre (du moins, pour les éléments dont l’affinité électronique
ne dépasse pas l’énergie des photons).
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Figure 2.11 – Mesure (carrés noirs), en régime d’éclairement impulsionnel, du seuil de détache-
ment 2P1/2 → 3P2 de O− avec notre multiplicateur d’électrons (Hamamatsu, modèle R5150-10).
La courbe rouge est le résultat de l’ajustement des points expérimentaux avec une loi de Wigner
(onde s). On trouve une affinité électronique de 11607,59(5) cm−1 à comparer à la mesure de
Blondel et al. de 11607,596(18) [BDV+01].
2.5.4 Détecteur bidimensionnel à phosphore
Le détecteur bidimensionnel à phosphore (Beam Imaging SolutionsTM BOS-25) est un
assemblage de deux galettes de microcanaux (MCP, gain supérieur à 107) et d’un écran
de phosphore (aluminisé P-43 pour augmenter l’intensité perçue, émission maximale de
l’écran à 545 nm) dont le diamètre actif atteint 25 mm. Le détecteur doit fonctionner sous
un vide meilleur que 10−6 torr.
Pour ne pas endommager l’appareil, le courant ne doit pas dépasser 3,2 nA/mm2.
Cette limite est du même ordre de grandeur que les courants présents au niveau de la
zone d’interaction de notre expérience. Le détecteur peut aussi être utilisé pour détecter
les neutres.
Les potentiels à appliquer sont typiquement de 2 kV au travers des MCP et +2 kV
supplémentaires (+4 kV) au niveau de l’écran de phosphore.
On peut voir, sur la figure 2.13, le portrait de notre jet d’ions négatifs, en l’occurrence
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Figure 2.12 – Spectre de masse d’un jet d’ions d’énergie cinétique de 1,2 keV produit avec une
cathode d’oxygène (composition Al2O3). La longueur d’onde du laser est de 775 nm (1,6 eV).
La présence du cuivre vient du fait que le bombardement de la cible d’Al2O3 par les ions Cs+
est décentré (cf. section 2.1). La cathode étant constituée de cuivre, il y a production d’ions
Cu−. L’absence d’atome d’aluminium s’explique sans doute par une faible section efficace de
photodétachement à 1,6 eV (affinité électronique de Al− de 0,433 eV). Une expérience ultérieure
avec une longueur d’onde plus grande a permis de mettre en évidence la présence d’ions Al−,
AlO− et Al−2 . L’adaptation d’impédance imparfaite lors de la mesure explique la présence de
rebonds après chaque pic.
un jet d’O−, après son passage dans la croix (cf. sous-section 2.4.1).
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2.5 La chaîne de détection
Figure 2.13 – Photographie de l’écran de phosphore sur lequel on distingue une tache repré-
sentant notre jet d’ions négatifs d’oxygène après son passage dans la croix.
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Chapitre 3
Mesure de la section efficace absolue
de photodétachement de H− à
1064 nm
3.1 Mesure d’une section efficace absolue : la méthode
de la saturation
3.1.1 Principe général
La section efficace d’un processus d’interaction est, en régime linéaire, la quantité ho-
mogène à une surface et indépendante des conditions expérimentales, définie comme le
quotient de la probabilité d’interaction par le flux de particules incidentes (en l’occurrence
le flux de photons, cf. sous-section 1.2, chapitre 1).
La méthode de la saturation permet de mesurer une section efficace absolue d’un pro-
cessus d’interaction lumière-matière. Elle consiste à observer l’évolution du nombre d’évé-
nements (le nombre de neutres produits dans le cas du photodétachement, par exemple)
en fonction du flux de la source de lumière. Quand le flux devient suffisamment fort, le
processus sature.
Habituellement, pour mesurer une section efficace absolue, on doit calibrer l’efficacité
de détection et le nombre d’ions éclairés pour connaître l’effet d’un flux lumineux donné.
La saturation, en montrant à quel flux on commence à converger vers une probabilité de
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photodétachement de 1, permet de s’affranchir de cette calibration.
Historiquement, la méthode fut utilisée pour la première fois par Hall et al. [HRB65].
Ils saturèrent le photodétachement de l’ion H− avec un laser à rubis (λ = 684,3 nm)
pulsé. Les auteurs n’apportèrent pas de précision quant au résultat numérique de la section
efficace obtenue, mais indiquèrent qu’il était en accord avec celui de Geltman [Gel62].
La méthode fut ensuite adaptée, et parfois redécouverte indépendamment comme c’est
le cas pour la photoionisation [AFLP76, HSZ77], pour la mesure de la section efficace
(voire de la section efficace généralisée) d’une grande variété de processus (détachement
multiphotonique, photoionisation etc.).
3.1.2 La méthode de la saturation dans la littérature
Saturation du photodétachement d’ions négatifs Dans leur expérience, Hotop et
Lineberger [HL73] firent s’intersecter un laser à colorant pulsé avec un jet constitué d’ions
Au−, Ag−, Pt− et/ou PtN−. Ils mirent en œuvre la méthode de saturation partielle du
photodétachement des ions Ag− et Pt− (à 16900 cm−1) utilisée quelque temps plus tôt
par Hall et al. sur H−. À partir de la valeur de la section efficace de Ag− à 16900 cm−1
et d’un modèle qu’ils élaborèrent (cf. sous-section 3.2.1), ils purent déduire la valeur de
la section efficace de Pt−∗ 1 (à 16900 cm−1) en comparant la courbe de saturation de cet
ion avec celle de Ag−. Cette technique qui consiste à comparer les courbes de saturation
de deux éléments dont la section efficace de l’un est connue fut réutilisée au moins à trois
reprises (par le groupe de D. J. Pegg) sur l’ion Li− (précision 8-11%) [DLT+92], sur l’ion
C− (à 2, 076 eV précision 15 %) [LBPH97] puis en 1998 sur l’ion Ca− (à 2, 08 eV, précision
8-11 %) [LPH98]. Dans le cas du carbone, le photodétachement eut lieu à partir d’un terme
spectral excité. En 1992, P. Balling et al. [BBAH92], dans un article consacré à la mesure
de la section efficace de photodétachement de Cu−, améliorèrent le modèle ébauché par
Hotop et Lineberger (cf. sous-section 3.2.2).
La saturation avec des ions piégés D’autres expériences du même type furent réa-
lisées sur des ions piégés. C’est Kwon et al. en 1989 [KAO+89] qui en firent la première
démonstration. Ils saturèrent le photodétachement (à un, deux et trois photons) des ions
F− qu’ils confinaient dans un piège de Penning (somme d’un champ magnétique axial et
d’un champ quadrupolaire électrique) à l’aide d’un laser Nd:YAG pulsé opérant à 1064 nm
1. D’après les auteurs, ce niveau excité correspond soit au niveau excité 2D3/2, soit au niveau 2S1/2,
soit aux deux.
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(et les deux premières harmoniques). L’avantage du confinement est l’apparente immo-
bilité des ions durant le passage des impulsions, entraînant un découplage complet entre
les coordonnées spatiales et temporelles. Leur expérience consistait à mesurer l’évolution
du nombre d’ions présents dans le piège en fonction du nombre d’impulsions émises par
le laser. La confrontation de ces mesures à un modèle théorique adapté leur permettait
d’en déduire la section efficace avec une précision relative de 18 %. Plus tard, Champeau
et al. [CCM+98] réalisèrent, avec la même technique de saturation, d’autres mesures de
section efficace de photodétachement sur une large bande spectrale (447 à 532 nm) des
ions Au−, mais dans un piège de Paul (champ électrique RF).
Saturation multiphotonique Dans le même temps, des expériences utilisant la tech-
nique de la saturation furent mises en place dans le cas du photodétachement multiphoto-
nique. C. Blondel et al. saturèrent, en 1989, le photodétachement à trois photons des ions
I−, Br− et F− à 1064 nm [BCC+89]. Ils extrayèrent de ces mesures les sections efficaces
associées. Pour cela, ils élargirent au cas du photodétachement multiphotonique d’ions
négatifs en mouvement uniforme, le modèle d’interaction laser-neutres immobiles (photo-
ionisation multiphotonique non-résonante également applicable pour le photodétachement)
développé par Cervenan et Isenor (1975) [CI75], puis par Boulassier (1976) [Bou76] dans
le cas d’une onde gaussienne, qu’ils comparèrent à leurs données expérimentales. La rela-
tion de proportionnalité entre la probabilité d’un processus non-linéaire à k photons et la
puissance kième de l’intensité de l’onde laser est à l’origine d’une modification de compor-
tement de la courbe de saturation à bas flux selon le nombre de photons impliqués durant
l’interaction. L’évolution est linéaire à un photon et quadratique à deux photons. On peut
citer l’article de Kwon et al. sur le photodétachement de F− à un, deux et trois photons
réalisé dans un piège de Penning [KAO+89]. La section efficace à trois photons obtenue
est en excellent accord avec celle publiée par Blondel et al. quelques mois plus tôt. Il est à
noter que l’expérience avec un jet d’ions donne une meilleure précision qu’avec un piège.
Application à la photoionisation La technique de la saturation fut et est encore très
couramment utilisée pour déterminer les sections efficaces de photoionisation. Ambart-
zumian et al. [AFLP76], en 1976, furent les premiers à décrire cette méthode (pour la
photoionisation et indépendamment du photodétachement). Ils saturèrent un jet de ru-
bidium atomique avec un laser à rubis pulsé dont les atomes avaient été préalablement
envoyés vers l’état excité 6 2P1/2 ou 6 2P3/2, à l’aide d’un laser à colorant également pulsé.
Ils déterminèrent de cette manière des sections efficaces précises à 25 %. Ils n’étaient pas les
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premiers utilisateurs de la méthode puisque en 1977, Heinzmann et al. [HSZ77] publièrent
un article commentant celui de Ambartzumian et al. pour préciser qu’ils avaient mesuré,
trois ans plus tôt, et avec une méthode similaire certaines sections efficaces de photoionisa-
tion du césium. Depuis, la méthode a été utilisée sur un grand nombre de transitions pour
un grand nombre d’éléments [SGNS80, BLXL88, HBCL91, SIS+12] (précision pouvant at-
teindre les 10 %) et fut également appliquée comme diagnostic de mesure de la densité
d’ions ou d’atomes présents dans un jet [BLXL88].
La saturation utilisée comme diagnostic dans les plasmas d’ions négatifs Paral-
lèlement à ces travaux, la saturation du photodétachement fut utilisée pour la réalisation
de diagnostics permettant la mesure de la densité et, jusqu’à une certaine mesure, de la
température des ions négatifs au sein de plasmas. La technique consiste à envoyer dans le
plasma une onde laser impulsionnelle de manière à photodétacher les ions négatifs présents
dans son sillage. Il est possible par un choix de longueur d’onde appropriée du laser, de ne
photodétacher efficacement qu’une seule espèce ionique (H−, O− etc.) tout en évitant, en
raison de la faiblesse des affinités électroniques, les autres processus générant des électrons
(par exemple la photoionisation). De plus, si l’énergie des impulsions est suffisamment
grande, le photodétachement est saturé et chaque ion présent donne lieu à la libération
d’un électron. La mesure (réalisée par exemple par une sonde de Langmuir placée dans le
faisceau laser) de la densité électronique durant le passage de l’impulsion permet d’avoir
accès à la valeur de cette surdensité générée par photodétachement qui est exactement
égale à celle des ions négatifs présents juste avant le passage du laser. Cette technique a
été appliquée pour la première fois par Joseph Taillet pour mesurer la densité d’ions O−
au sein d’une décharge [Tai69], puis, dix ans plus tard, sur H− et D− par M. Bacal et G.W.
Hamilton [BH79] dans un plasma d’hydrogène.
En plus de la mesure de densité, a été démontrée la possibilité de mesurer la tempé-
rature des ions en déterminant l’évolution de la densité d’ions en fonction du temps après
l’impulsion [DAB+89]. Pour ce faire, une seconde impulsion (sonde) superposée spatiale-
ment à la première est envoyée pour photodétacher les ions qui se sont entretemps réunis
dans la zone balayée par la première impulsion. Une succession de mesures de ce type
permet de connaître la progression de la densité d’ions après la première impulsion. Un
modèle théorique décrivant l’évolution du plasma dans cette situation permet de déduire
la température des ions négatifs. Cette technique ne fonctionne cependant que dans un
certain domaine de densité, tel que le rapport densité d’ions sur densité électronique soit
inférieur à 0, 2. Au-delà plusieurs problèmes interviennent [Bac00].
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Ces diagnostics sont beaucoup utilisés pour comprendre le comportement des plasmas
dans les sources d’ions négatifs dont les développements sont cruciaux pour l’injecteur de
neutres d’ITER.
Saturation du photodétachement de H− Les seules mesures de la section efficace
de photodétachement de H− effectuées avec un laser sont celles de Hall et al. [HRB65]
(cf. supra) et de Frost [Fro81, BBC+81] qui réalisa des mesures relatives depuis le seuil
de détachement à un électron jusqu’au delà du seuil à deux électrons à l’aide d’un laser
Nd:YAG pulsé. Il exploita, pour ses mesures, le faisceau d’ions relativistes en sortie de
l’accélérateur du LAMPF (cf. chapitre 1, section 1.3.3.1).
Pour extraire une section efficace précise de photodétachement de H− à 1064 nm à
partir des données expérimentales, il convient d’établir le modèle décrivant l’interaction
laser-jet. Sa construction se fait en deux étapes. Dans la première, le faisceau laser et le
jet d’ions sont considérés comme étant homogènes et immobiles de manière à mettre en
lumière les points clés de la méthode de la saturation. Dans la seconde étape, est intégré
au modèle l’ensemble des aspects spatio-temporels et notamment les profils d’intensité du
faisceau laser et du jet d’ions qui sont à l’origine, en raison de certains effets de volume,
de déformations de la courbe de saturation.
3.2 Modélisation de l’interaction laser-jet
Le principe même de la méthode de la saturation nécessite d’utiliser une source lu-
mineuse de grande puissance. Le mode de fonctionnement Q-switché (pulsé) d’un laser
permet d’atteindre des puissances crêtes de l’ordre du mégawatt (l’utilisation d’un laser
fonctionnant dans le régime de blocage de modes est aussi possible a priori, à condition
que l’énergie par impulsion soit suffisante et que le détecteur ait un temps de réponse suf-
fisamment court). On observera l’évolution du nombre de neutres produits avec l’énergie
des impulsions laser.
Dans le modèle construit ci-après le rayonnement considéré est supposé impulsionnel.
3.2.1 Modélisation simplifiée de l’interaction laser-jet [HL73]
La probabilité qu’un ion négatif exposé à un flux lumineux Φ soit photodétaché pendant
un temps infinitésimal dt est σΦdt où σ est la section efficace de photodétachement à la
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longueur d’onde du rayonnement.
Soit un volume infinitésimal dV centré sur un point quelconque M en mouvement avec
le jet, on suppose que dans ce petit volume, le flux Φ est uniforme. On note n0 la densité
initiale d’ions négatifs et n(t) la densité de neutres. Au fur et à mesure que cet élément
traverse le faisceau laser, la population de neutres croît. À chaque instant, le nombre d’ions
négatifs encore présents au sein du volume dV est égal à (n0 − n(t))dV .
La variation de la densité de neutres au sein du petit élément le long de sa trajectoire
peut donc s’écrire :
dn = σΦ(t)(n0 − n(t))dt. (3.1)
Cette équation décrit l’histoire vue par chaque élément mésoscopique du jet d’ions.
Si on considère des ions répartis uniformément au sein du jet alors l’intégration tempo-
relle de l’équation précédente donne :
n = n0
[
1− exp
(
−σ
∫
Φ(t)dt
)]
. (3.2)
Le rapport n
n0
représente la probabilité de photodétachement d’un ion durant son pas-
sage au sein du faisceau laser.
Cette équation présente un comportement exponentiellement décroissant de la densité
d’ions avec le flux, qui mène à la saturation du processus de photodétachement lorsqu’il
devient suffisamment grand.
Si les ions sont tous éclairés pendant une durée tint (déterminée par leur temps de
transit dans le faisceau laser) par un flux constant et homogène de durée τ , alors on peut
écrire (en oubliant les effets de bord, début et fin de l’impulsion)
∫
Φ(t) dt = Φtint = E~ωA
tint
τ
,
où E est l’énergie d’une impulsion, A est la section constante du faisceau et ~ω l’énergie
d’un photon. Dans ces conditions l’équation 3.2 s’écrit :
n = n0
[
1− exp
(
− σE
~ωA
tint
τ
)]
. (3.3)
Cette équation implique que n ne dépend, à un facteur d’échelle n0 près, que du produit
σE.
Pour les bas flux, on observe un accroissement linéaire de la densité de neutres avec
92
3.2 Modélisation de l’interaction laser-jet
0 2 4 6 8 100
0.2
0.4
0.6
0.8
1
Énergie (mJ)
N
eu
tre
s 
(u
.a
.)
10−3 10−2 10−1 100 101
10−3
10−2
10−1
100
Énergie (mJ)
N
eu
tre
s 
(u
.a
.)
Figure 3.1 – À gauche, courbe représentant l’évolution de la fraction de neutres produite par
photodétachement en fonction de l’énergie des impulsions du laser. Cette courbe a été calculée
pour une impulsion spatio-temporellement homogène de 3,14 mm2 de section et de durée 30 ns.
À droite, même courbe représentée sur des échelles logarithmiques. On voit très bien le compor-
tement linéaire, aux basses énergies, représenté par la droite de pente 1 tiretée noire. À haute
énergie, la courbe s’écarte de cette droite traduisant le passage au régime saturé.
l’énergie :
n ∼ n0σΦtint = n0 σE~ωA
tint
τ
. (3.4)
En régime linéaire, le taux de photodétachement est si faible que le remplacement des
ions éclairés par le faisceau laser, par de nouveaux ions durant une impulsion n’a pas
d’incidence sur l’évolution macroscopique de la population de neutres produite. Dans ce
régime, l’argument de l’exponentielle (sans le signe moins) fixe la proportion de neutres
produite lors de l’éclairement des ions par le flux lumineux Φ. Le nombre absolu de neutres
produits sera d’autant plus élevé que la densité initiale d’ions est grande.
L’équation 3.4 se traduit, dans un diagramme log-log représentant le nombre de neutres
en fonction de l’énergie des impulsions, par une droite de pente 1. Ce comportement est
caractéristique d’un photodétachement non-saturé. La saturation apparaît, à partir d’un
flux ΦS dont la valeur dépend de conventions quantitatives à préciser, sous forme d’une
flexion de la courbe vers des pentes plus faibles (cf. figure 3.1).
Comme le temps d’interaction avec le flux lumineux est le même pour tous les ions, le
nombre N de neutres produits est relié à N0 comme :
N = N0
[
1− exp
(
− σE
~ωA
tint
τ
)]
. (3.5)
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Dans un diagramme log-log, la variation du nombre d’ions se traduit par une translation
uniquement verticale de la courbe de saturation et la variation du produit σE entraîne une
translation uniquement horizontale. Dès lors, si les points mesurés couvrent les régimes
saturé et non-saturé, la connaissance du nombre d’ions N0 (ou de la densité d’ions initiale
n0) n’est plus nécessaire pour déduire la section efficace du processus. Connaître le courant
d’ions s’il est constant au cours du temps, et l’efficacité du détecteur si sa réponse est
linéaire, est donc inutile. Par conséquent, connaissant l’énergie des impulsions du laser,
on peut, en positionnant par simple translation la courbe de saturation théorique sur la
courbe expérimentale, déduire la section efficace de photodétachement.
3.2.2 Prise en compte des variations spatio-temporelles d’éclai-
rement des ions
Dans le but de décrire plus rigoureusement l’interaction, et par la suite, de dégager une
valeur plus fiable et précise de la section efficace à partir des données expérimentales, il
faut intégrer dans le modèle l’ensemble des restrictions spatio-temporelles de l’impulsion
laser et du jet d’ions négatifs.
Le modèle de la sous-section précédente ne prend pas en compte la non-uniformité des
distributions de photons et d’ions négatifs qui sont à l’origine de déformations de la courbe
de saturation.
Si la distribution en énergie n’est pas uniforme, les histoires de chaque ion du jet seront
différentes. La saturation du photodétachement commencera dans les zones où le flux de
photons est le plus fort. On verra qu’à énergie plus élevée, la forme de la courbe donnant
l’évolution de la population de neutres en fonction de l’énergie des impulsions reproduit
l’accroissement du volume de la zone dans laquelle la saturation est atteinte.
3.2.2.1 Insertion du profil spatio-temporel du laser dans la dyna-
mique [BBAH92]
Pour modéliser l’impulsion, nous supposons que le profil transverse d’intensité du fais-
ceau laser est le même le long de l’impulsion. Nous pouvons donc exprimer le profil spatio-
temporel comme le produit de deux fonctions, l’une incluant les dépendances spatiales,
l’autre les variations temporelles (onde progressive) :
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Figure 3.2 – Schéma de l’interaction laser-jet. Le plan Oxz est horizontal par rapport à la salle
d’expérience. L’axe Oy est vertical dirigé vers le haut.
Φ(x, y, z, t) = E
~ω
f(x, y)g(t− z
c
). (3.6)
On suppose les fonctions f et g normalisées, c’est-à-dire que
∫
f(x, y)dxdy = 1 et
∫
g(t)dt =
1, f et g ont respectivement les dimensions de l’inverse d’une surface et de l’inverse d’un
temps.
On reporte l’expression du flux 3.6 dans l’équation 3.1 :
dn = σΦ(x, y, z, t)(n0 − n(t))dt. (3.7)
Cette équation décrit l’histoire vue par chaque élément mésoscopique du jet d’ions.
L’intégration temporelle de cette équation doit, en outre, faire intervenir le déplacement
à vitesse v des ions le long de l’axe Ox (cf. figure 3.2). Il peut être pris en compte en
ajoutant un terme vt dans l’expression de la fonction f décrivant le profil spatial du laser.
L’intégration temporelle donne :
n(x, y) = n0
[
1− exp
(
−σ E
~ω
∫ +∞
−∞
f(x+ vt′, y)g(t′)dt′
)]
. (3.8)
Le changement de variable t′ = t− z
c
a permis de supprimer le terme en − z
c
(intégration
de −∞ à +∞).
L’équation 3.8 s’interprète comme la densité de neutres produite dans un élément de
95
Chapitre 3 : Mesure de la section efficace absolue de photodétachement de H− à 1064 nm
volume du jet situé à t′ = 0 en (x, y, z) après son passage à travers l’impulsion laser.
On obtient, après intégration dans tout l’espace, le nombre total de neutres produits
pendant l’interaction d’une impulsion laser avec le jet d’ions négatifs (par commodité, on
remplace t′ par t – variable muette –) :
N = n0L
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
[
1− exp
(
−σ E
~ω
∫ +∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt
)]
dxdy, (3.9)
où l’on considère une répartition très étendue des ions (donc uniforme devant les dimensions
du faisceau laser). On suppose que la diffraction de l’onde laser est négligeable et la longueur
de Rayleigh grande par rapport au diamètre du jet d’ions (faisceau approximativement
collimaté). Le faisceau laser présente donc une topologie cylindrique le long de sa direction
de propagation Oz. L’intégration selon Oz de l’équation 3.9 fournit un facteur constant
égal à L, la taille du jet selon Oz.
Pour de faibles énergies, on peut procéder au développement limité de l’exponentielle
dans l’équation 3.9. On obtient à l’ordre 1 en E :
N = n0Lσ
E
~ω
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt dx dy = n0Lσ
E
~ω
(3.10)
On retrouve le comportement linéaire à bas flux dans le cas où les conditions d’éclaire-
ment ne sont pas identiques pour tous les ions.
En revanche, aux hautes énergies, le comportement de la courbe diffère nettement du
cas où les profils sont considérés homogènes. La saturation commence dans les régions où
le flux est le plus fort. Dans les autres zones, le photodétachement des ions est encore dans
le régime linéaire. La convergence vers la saturation totale s’opère donc beaucoup plus
lentement que dans le cas homogène (cf. figure 3.3)
3.2.2.2 Volume de saturation
Le faisceau laser est considéré dans le modèle comme un tube de lumière (flux macrosco-
piquement invariant selon sa direction de propagation Oz) dont les variations transverses
d’intensité sont gaussiennes. Le régime de saturation n’est donc atteint que progressive-
ment pour l’ensemble des ions. La partie de l’espace où le régime est saturé, c’est-à-dire où
le flux est supérieur au flux de saturation ΦS, définit le volume de saturation (cf. figure 3.4).
La finitude du temps d’interaction et de la durée de l’impulsion confèrent une dimen-
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Figure 3.3 – Courbe de saturation calculée numériquement, tracée en représentation log-log
(en bleue). L’impulsion laser de 70 µm de waist et de profil temporel gaussien de 18,1 ns de
durée (demi-largeur à 1
e2 ), traverse un jet d’ions se déplaçant à ∼ 4,8.105 m/s (1,2 keV d’énergie
cinétique). À basse énergie, en noir, on observe le comportement linéaire (pente 1 en log-log). À
haute énergie, la courbe ne converge pas vers la saturation totale contrairement au cas sans profil
(cf. figure 3.1). On explique ce phénomène par des effets de volume qui apparaissent en raison de
la distribution spatio-temporelle non-uniforme de l’énergie de l’impulsion (le flux perçu par tous
les ions n’est pas le même).
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ΦS
y
Φ
Figure 3.4 – Profils du flux du laser en fonction de y (axe vertical Oy) à un temps t de
l’impulsion pour plusieurs énergies. La ligne orange représente le flux ΦS au-delà duquel il y a
saturation. Le domaine spatial pour lequel le flux dépasse ΦS définit le volume de saturation. La
gaussienne en rouge représente le flux seuil à partir duquel le volume commence à exister.
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sion temporelle au volume de saturation. Tous les ions produits par la source ne peuvent
évidemment pas être éclairés par l’impulsion. Si l’on considère des valeurs typiques de la
durée de l’impulsion (30 ns) et de la vitesse des ions (4,8.105 m/s), l’extension du volume
selon l’axe Ox est au maximum de 14,4 mm. De la même façon que pour le profil spa-
tial, l’énergie n’est pas uniformément distribuée durant l’impulsion. Par conséquent, le flux
qu’un ion reçoit dépend de l’instant auquel il traverse le faisceau laser (ce qui détermine
la probabilité de photodétachement est la valeur de l’intégrale temporelle du flux reçu par
l’ion durant son passage dans le faisceau laser).
Nous allons établir, sous certaines hypothèses, l’expression en fonction des paramètres
du problème de ce volume de saturation.
Hypothèses Pour un calcul analytique du volume de saturation, le profil temporel sera
considéré comme gaussien.
Le régime de photodétachement saturé ou non-saturé, pour un ion situé à t = 0 à
la position (x,y), est directement gouverné par l’argument de l’exponentielle de l’équa-
tion 3.8. La condition de saturation, moyennant l’hypothèse précédente, se traduit par une
inéquation :
Qσ
E
~ω
∫ +∞
−∞
exp
(
−2((x+ vt)
2 + y2)
w20
)
exp
(
−2t
2
τ 2
)
dt ≥ S. (3.11)
Où Q est le facteur de normalisation des gaussiennes Q = 2
√
2
pi
√
piw20τ
.
Prendre S = 1 revient à définir la saturation comme le point où l’argument de l’expo-
nentielle dépasse -1, c’est-à-dire, pour un taux de détachement de 1− 1
e
' 63%.
Géométrie du volume de saturation L’intégration temporelle de l’intégrale précé-
dente conduit à l’inéquation :
2σ
piw20
√
1 + ρ
E
~ω
e
−
(
2x2
w20(1+ρ)
)
e
−2y2
w20 ≥ S. (3.12)
Où on a posé ρ = v2τ2
w20
≥ 0.
Que l’on peut réécrire sous la forme suivante :
E
~ω
2σ
piw0δ
e
−( 2x2
δ2 +
2y2
w20
) ≥ S, (3.13)
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avec δ2 = w20(1 + ρ) = w20 + v2τ 2.
On cherche l’ensemble des couples (x,y) concernés par la saturation et on trouve, d’après
l’inéquation 3.12 :
2x2
δ2
+ 2y
2
w20
≤ ln
( 2σ
Spiw0δ
E
~ω
)
= F(E). (3.14)
Il s’agit d’une surface elliptique dont les demi-longueurs des axes sont a = δ
√
F(E)
2
et b = w0
√
F(E)
2 . Le volume de saturation prend donc la forme d’un cylindre de base
elliptique :
VS = piab× L = L pi2w0δF(E) = L
pi
2w0δ
[
lnE + ln
( 2σ
Spiw0δ~ω
)]
. (3.15)
Où L est le diamètre du jet d’ions 2.
On remarque d’après cette équation que le volume de saturation est une fonction affine
de lnE (cf. figure 3.5).
À haute énergie, on suppose (cf. figure 3.4) que l’essentiel des neutres supplémentaires
produits par photodétachement, en fonction de l’énergie, sont ceux qui le sont dans les
nouvelles zones saturées. La population de neutres produite est donc proportionnelle au
volume de saturation (la densité d’ions est supposée la même partout) :
N = n0VS + − ′ ≈ n0VS = p2 ln(E) + d. (3.16)
Les paramètres  et ′ représentent respectivement, la quantité de neutres produite
hors saturation, et la quantité d’ions non détachés dans le volume saturé. Ces quantités
deviennent négligeables, à haute énergie, devant la population produite par extension du
volume de saturation.
On a posé p2 = n0 pi2Lw0δ qui est un paramètre purement géométrique (n0 mis à part),
et d = n0 L pi2w0δ ln
(
2σ
Spiw0δ~ω
)
qui dépend du rapport σ
S
.
La pente p2 est strictement indépendante de la section efficace. Une fois la saturation
atteinte, l’accroissement de la quantité de neutres ne dépend plus de σ. À noter que le
2. En réalité, on devrait plutôt définir le volume de saturation comme la région où le photodétachement
est potentiellement saturé. Le volume de saturation s’étend donc dans toutes les régions où le flux (intégré
dans le temps) dépasse le flux de saturation. On restreint ici le volume aux régions où il y a des ions et
donc du photodétachement.
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logarithme dans l’expression de d est dimensionné (logarithme de l’inverse d’une énergie).
Il semblerait que l’on puisse déterminer à partir des paramètres p2 et d, la section
efficace de photodétachement. Cependant, il se cache dans d un paramètre S de valeur
apparemment arbitraire. Nous verrons que la contrainte définie par l’accroissement, sous
forme d’une droite de pente 1 en représentation log-log, de la population de neutres à basse
énergie est suffisante pour lever l’indétermination.
Condition d’existence du volume de saturation Le volume de saturation VS n’existe
que s’il a une valeur réelle et positive. D’après l’équation 3.15, ce n’est vrai que si l’on a :
2σ
Spiw0δ
E
~ω
≥ 1. (3.17)
La contrainte imposée sur l’énergie des impulsions pour que le volume de saturation
existe est donc :
E ≥ Spiw0δ2σ ~ω = ES. (3.18)
L’énergie ES est le seuil au-delà duquel il y a saturation. 3 Avec cette nouvelle définition,
on peut réécrire l’équation 3.15 sous une forme plus simple :
VS = L
pi
2w0δ ln
(
E
ES
)
. (3.19)
On a représenté sur la figure 3.5, un exemple d’évolution du volume de saturation dans
la situation où un faisceau laser focalisé (w0 = 70 µm) de durée caractéristique τ = 15 ns
intersecte un gros jet d’ions (L = 2 mm) de vitesse v = 479820 m/s (1,2 keV d’énergie
cinétique). On a supposé la section efficace égale à σ = 3.10−21 m2.
3.2.2.3 Expressions de la section efficace σ et du paramètre de saturation S
On a vu qu’à haute énergie, l’évolution de la quantité de neutres produits est propor-
tionnelle au volume de saturation (cf. équation 3.16).
3. Le paramètre δ peut, dans la plupart des situations, être assimilé au produit vτ (car on vérifie souvent
que w0  vτ). L’énergie de saturation est, dans ce cas, proportionnelle au waist w0 et pas à son carré
comme lorsque les ions sont immobiles, car dans la direction du transit des ions, la variation comme w0
du temps de transit, donc du temps d’éclairement, compense en partie la variation en 1
w20
de l’éclairement
lui-même.
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Figure 3.5 – Évolution du volume de saturation (en mm3) en fonction de l’énergie des impul-
sions (en mJ). À gauche, évolution du volume de saturation en représentation linéaire. À droite,
représentation lin-log de la même courbe. On remarque qu’il s’agit d’une fonction affine déter-
minée par deux paramètres : sa pente et son ordonnée à l’origine. Les courbes ont été tracées en
fixant w0 = 70 µm, τ = 15 ns, L = 2 mm, v = 479820 m/s (1,2 keV d’énergie cinétique) et
σ = 3.10−21 m2.
Il est possible de se débarrasser du coefficient n0 inconnu contenu dans p2 et d en
écrivant le rapport :
d
p2
= ln
( 2σ
Spiw0δ~ω
)
. (3.20)
Cette expression s’écrit simplement en fonction de l’énergie du seuil de saturation :
ES = e−
d
p2 , (3.21)
Cette énergie constitue l’abscisse de transition vers le régime saturé. La rupture de la droite
linéaire (de pente 1 en log-log) n’est cependant visible qu’un peu plus haut en énergie
lorsque les effets de volume peuvent dominer. La mesure des paramètres de la droite affine
du régime saturé donne accès à cette énergie et a fortiori, au rapport σ
S
. La connaissance
de la valeur naturelle de S imposée par l’expérience ouvrirait un accès direct à la valeur de
la section efficace de photodétachement par la simple observation des effets de volume.
Par ailleurs, on sait que p2 ne dépend que des paramètres géométriques du problème
qui sont mesurables expérimentalement. Par conséquent, la pente de la droite permet aussi
de remonter à la valeur de n0, produit de la densité d’ions par l’efficacité du détecteur.
Le rapprochement de ces résultats avec l’équation 3.10 donnant l’évolution de la po-
pulation de neutres à basse énergie permet d’extraire la section efficace. Cette équation
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peut se réécrire, dans le cadre des hypothèses mentionnées plus haut (c’est-à-dire que les
fonctions f et g décrivant les profils spatial et temporel d’une impulsion sont supposées
gaussiennes), sous la forme :
N = n0QLσ
E
~ω
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
exp
(
−2((x+ vt)
2 + y2)
w20
)
exp
(
−2t
2
τ 2
)
dt dx dy
= n0L
E
~ω
2σ
piw0δ
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
e
−( 2x2
δ2 +
2y2
w20
)
dx dy, (3.22)
où Q est la constante de normalisation définie plus haut. On obtient finalement après
intégration :
N = n0Lσ
E
~ω
= p1E. (3.23)
Il s’agit d’une droite de pente p1 = n0L~ω σ.
D’après l’équation 3.23, la section efficace s’écrit en fonction de p1 et p2 :
σ = p1~ω
n0L
= pi2~ωw0δ
p1
p2
. (3.24)
Cette équation montre qu’il est possible d’extraire une section efficace expérimentale
de l’observation des deux régimes non-saturé et saturé et de la mesure de leurs paramètres
asymptotiques. La transition entre ces deux régimes ne contient, semble t-il, pas d’infor-
mations indispensables à la connaissance de σ.
On peut aussi exprimer à partir de cette équation, l’expression du paramètre de satu-
ration S en fonction de p1, p2 et ES :
S = p1
p2
ES. (3.25)
Cette équation montre que le paramètre S peut être entièrement déterminé par les
paramètres asymptotiques de la courbe (paramètres p1, p2 et ES) 4.
4. Dans notre raisonnement, nous avons considéré un profil transverse de symétrie circulaire pour le
faisceau laser. S’il était elliptique, il suffirait de remplacer le waist w0 situé dans l’expression de δ par w0x,
et le waist w0 seul par w0y.
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Expression analytique du paramètre de saturation S La courbe de saturation
suit, à haute énergie, l’évolution du volume de saturation VS. Ce comportement peut,
dans certains cas, être établi analytiquement à partir de l’expression générale 3.9 donnant
le nombre de neutres produits en fonction de l’énergie.
On a vu que, dans l’hypothèse d’un faisceau laser pulsé gaussien de waist w0 de pro-
fil temporel gaussien de durée τ intersectant un jet d’ions de vitesse v, l’intégrale dans
l’argument de l’exponentielle se calculait explicitement (cf. équations 3.11 et 3.12). L’in-
tegrale 3.9 s’écrit dans ces conditions :
N = n0L
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
1− exp
− 2σ
piw20
√
1 + ρ
E
~ω
e
−
(
2x2
w20(1+ρ)
)
e
−2y2
w20
 dxdy. (3.26)
On peut symétriser cette expression en effectuant le changement de variable x′ = x√1+ρ :
N = n0L
√
1 + ρ
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
[
1− exp
(
−Ae−2
x′2+y2
w20
)]
dx′dy. (3.27)
Où on a posé A = 2σ
piw20
√
1+ρ
E
~ω .
Pour simplifier, on passe en coordonnées cylindriques en posant R =
√
2x′2+y2
w20
:
N = n0L
w20
√
1 + ρ
2
∫ +∞
0
∫ 2pi
0
[
1− exp
(
−Ae−R2
)]
RdθdR. (3.28)
Cette expression peut, à son tour, faire l’objet de trois changements de variable X = R2
puis e−X = T et enfin t = AT :
N = pi2n0Lw
2
0
√
1 + ρ
∫ A
0
[
1− e−t
] dt
t
. (3.29)
Cette dernière expression s’intègre explicitement :
N = pi2n0Lw
2
0
√
1 + ρEin(A) = pi2n0Lw
2
0
√
1 + ρ (−Ei(−A) + lnA+ γ), (3.30)
où γ est la constante d’Euler-Mascheroni, Ein et Ei sont respectivement les fonctions ex-
ponentielle intégrale entière et exponentielle intégrale (cf. [AS72] p. 228).
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La fonction Ei(-A) =
∫−A
−∞
et
t
dt devient rapidement inférieure à
∫−A
−∞ e
tdt = e−A (A > 1)
quand A tend vers l’infini. L’expression asymptotique de l’équation 3.30 quand E → +∞
(car A ∝ E) s’écrit donc :
N = pi2n0Lw
2
0
√
1 + ρ
[
lnE − ln
(
pi
2
w20
√
1 + ρ~ω
σ
)
+ γ
]
= n0VS. (3.31)
Cette relation s’identifie au produit de la densité d’ions par le volume de saturation
n0VS (cf. sous-section 3.2.2.2). La pente p2 de la fonction affine (en lin-log) est donc
pi
2n0Lw
2
0
√
1 + ρ et son ordonnée à l’origine d = pi2n0Lw
2
0
√
1 + ρ
[
γ − ln
(
pi
2w
2
0
√
1 + ρ~ω
σ
)]
.
Le rapport de ces deux paramètres est connecté à l’énergie du seuil de saturation
ES = Spiw
2
0
√
1+ρ
2σ (cf. équation 3.21) :
− lnES = d
p2
= γ − ln
(
pi
2w
2
0
√
1 + ρ~ω
σ
)
= γ − ln
(
ES
S
)
. (3.32)
On déduit finalement l’expression du paramètre de saturation S :
S = e−γ. (3.33)
S est une caractéristique de la transition vers la saturation pour toutes les expériences
réalisées en faisceaux gaussiens et pour tous les processus d’interaction linéaires (photo-
détachement, photoionisation) mis en jeu. Dès lors, on dira qu’un processus sature si et
seulement si sa probabilité dépasse 1 - e−e−γ = 0,43854. . .
Cette relation est fondamentale en ce sens qu’elle constitue une contrainte. On sait (cf.
équations 3.24 et 3.25) que le paramètre de saturation et la section efficace sont reliés par le
rapport des pentes p1
p2
. On déduit une relation simple entre la section efficace σ et l’énergie
du seuil de saturation ES :
σ = Spiw0δ2
~ω
ES
, (3.34)
avec δ = w0
√
1 + ρ.
La simple observation des effets de volume dans le régime saturé, suffit à déterminer
la valeur de la section efficace absolue (connaissant les paramètres du faisceau laser et du
jet d’ions). On remarque que la connaissance de la taille du jet d’ions n’est pas nécessaire
au calcul de la section efficace (dans l’hypothèse d’un éclairement identique le long de la
direction de propagation du faisceau laser).
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On verra (cf. section 3.4) que les résultats donnés par cette nouvelle méthode de mesure
de σ sont parfaitement cohérents avec ceux déterminés avec la méthode complexe qui
consiste à ajuster la courbe de saturation avec l’équation 3.9.
La relation 3.34 fait apparaître la fluence de saturation FS :
FS =
2ES
~ωpiw0δ
= S
σ
. (3.35)
Il y a saturation (potentielle) lorsque le nombre de photons (intégré dans le temps)
traversant une surface d’aire σ dépasse S = e−γ = 0,561459. . .
On peut réexprimer le volume de saturation en fonction de la fluence F = E~ω pi2w0δ du
faisceau lumineux (nombre de photons passés par une surface de pi2w0δ) :
VS = L
pi
2w0δ ln
(
F
FS
)
. (3.36)
3.2.2.4 Prise en compte du profil du jet d’ions
Dans le cas où le volume de saturation est suffisamment grand devant les dimensions du
jet mais trop petit pour l’englober, il n’est plus possible de négliger la forme géométrique
du jet et la distribution des ions en son sein. La courbe de saturation devrait s’écarter de
la droite affine du régime partiellement saturé (de pente p2 en lin-log) vers des pentes plus
faibles.
On suppose un jet d’ions dont le profil (relatif) transverse de densité (dans le plan Oyz)
est invariant par translation selon sa direction de propagation (selon Ox). On suppose, de
plus, que le courant est constant. On peut écrire la densité d’ions initiale comme une
fonction de y et z :
n0(y, z) = ρ0xh(y, z), (3.37)
où n0(y, z) est la densité d’ions au point (y, z) (et x quelconque). La fonction h(y, z) est
homogène à l’inverse d’une surface et est normalisée :
∫ ∫
h(y, z)dydz = 1. ρ0x est la densité
linéique du jet d’ions selon Ox.
Avec ces nouvelles considérations, l’équation 3.8 devient, après intégration dans tout
l’espace :
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N = ρ0x
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
h(y, z)
{∫ +∞
−∞
[
1− exp
(
−σ E
~ω
∫ +∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt
)]
dx
}
dydz.
(3.38)
Si h(y, z) est factorisable en une fonction de y et une fonction de z (normalisées),
l’expression 3.38 se simplifie :
N = ρ0x
∫ +∞
−∞
H(y)
{∫ +∞
−∞
[
1− exp
(
−σ E
~ω
∫ +∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt
)]
dx
}
dy. (3.39)
Jusqu’ici, nous avons considéré une section transverse du jet de géométrie rectangulaire
qui supposait une valeur de L (épaisseur du jet dans la direction de propagation du faisceau
laser Oz) constante quelle que soit l’altitude y considérée. C’est une bonne approximation
tant que l’on n’explore pas des domaines d’énergie où le volume de saturation devient trop
grand. Et tant que les dimensions du faisceau laser restent petites ou du même ordre de
grandeur que les dimensions du jet. Si tel n’est pas le cas, il faut ajouter un facteur de
forme ΠL(y) :
N = ρ0x
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
ΠL(y)h(y, z)
{∫ +∞
−∞
[
1− exp
(
−σ E
~ω
∫ ∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt
)]
dx
}
dzdy.
(3.40)
La fonction ΠL(y) est une fonction porte dont la dimension L(y) est égale à celle du jet dans
la direction Oz à une altitude y. Dans le cas d’un jet de section circulaire par exemple, on
a L(y) = 2
√
L2
4 − y2 où L est le diamètre du jet d’ions.
Le régime non-saturé reste évidemment linéaire. Le développement à basse énergie de
l’équation précédente donne :
N = ρ0xσ
E
~ω
∫ +∞
−∞
∫ +∞
−∞
ΠL(y)h(y, z)
{∫ +∞
−∞
∫ ∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dtdx
}
dzdy. (3.41)
Si le profil de densité h(y, z) est factorisable en une fonction de y et une fonction de z
(normalisées), l’expression 3.40 devient :
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N = ρ0x
∫ +∞
−∞
H(y)
(∫ L(y)
2
−L(y)2
G(z)dz
){∫ +∞
−∞
[
1− exp
(
−σ E
~ω
∫ ∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt
)]
dx
}
dy
(3.42)
Si, de plus, le profil est gaussien (normalisé), on a :
N = ρ0x
∫ +∞
−∞
H(y) erf
(√
2L(y)
L
){∫ +∞
−∞
[
1− exp
(
−σ E
~ω
∫ ∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt
)]
dx
}
dy
(3.43)
Le demi-largeur du jet d’ions (à 1
e2 ) a été définie comme étant égal à
L
2 . La fonction erf
correspond à la fonction d’erreur.
Conséquences sur le volume de saturation et sur la production de neutres dans
le régime saturé C’est à haute énergie, lorsque la dimension selon Oy du volume de
saturation devient suffisamment grande par rapport aux dimensions du jet, que la géométrie
du jet doit être considérée. Dans cette situation, le volume de saturation (cf. équation 3.19)
est affecté par le facteur de forme et s’écrit :
VS = L¯
pi
2w0δ ln
(
E
ES
)
. (3.44)
Où L¯ = 12b
∫ b
−b L(y)dy est la longueur moyenne de la partie du jet d’ions (selon Oz) incluse
dans le volume de saturation (cf. note 2). Et b = w0
√
F (E)
2 (avec F (E) = ln
(
2σ
Spiw0δ
E
~ω
)
),
est la demi-longueur d’un des deux axes de l’ellipse qui définit les frontières de la section
transverse du volume de saturation (selon Oy).
À haute énergie la courbe (droite affine en lin-log) décrivant l’évolution du volume de
saturation devrait fléchir vers les pentes plus faibles ou plus fortes en accord avec l’évolution
du facteur L¯ = 12b
∫ b
−b L(y)dy.
Par ailleurs, on a vu (cf. équation 3.16) que la quantité de neutres produite dans le
régime saturé est proportionnelle au volume de saturation. L’inhomogénéité de la distri-
bution des ions dans le plan Oyz oblige à reformuler cette équation. En effet, le terme
décrivant la densité d’ions qui intervient dans le produit densité par volume doit tenir
compte de ces inhomogénéités, ce qui revient à écrire :
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Figure 3.6 – Schéma représentant l’intersection du faisceau laser avec le jet. À gauche, le faisceau
laser a un diamètre petit devant le jet d’ions. Le flux lumineux (dont les dépendances spatiales
sont représentées par une gaussienne) ne couvre que la partie centrale (selon la verticale Oy) du
jet d’ions. La densité ionique perçue par le laser est approximativement constante (selon Oy). À
droite, le diamètre du faisceau laser est grand devant celui du jet d’ions. Les ions perçoivent un
flux identique quelle que soit leur position dans le plan Oyz.
N = ρ0x
∫ a
−a
∫ b
√
1−x2
a2
−b
√
1−x2
a2
(∫ L(y)
2
−L(y)2
h(y, z)dz
)
dy
 dx. (3.45)
Le calcul avec une densité d’ions uniformément répartie (ρ0h(y, z) = ρ0h = n0) redonne
le résultat de l’équation 3.44 multiplié par n0. Cette équation montre une structure com-
plexe. Il est donc indispensable de se placer dans les conditions les plus favorables pour
pouvoir la simplifier.
Si les dimensions du jet sont grandes devant celles du laser (cf. figure 3.6), on se retrouve
dans le cas du paragraphe précédent. C’est-à-dire que les variations de densité d’ions sont
négligeables à l’échelle du diamètre du faisceau laser. Le régime non-saturé s’étend sur une
plage d’énergie petite devant le régime saturé dans lequel le volume de saturation s’accroît
(en lnE).
À l’inverse, si le jet est de taille petite devant celle du laser (cf. figure 3.6), le flux est
presque le même pour tous les ions, les effets de volume sont réduits. Dans ce cas, on peut
considérer le profil laser comme constant.
Nous avons tout intérêt à nous placer dans le cas d’un faisceau laser dont les dimensions
sont petites devant celles du jet d’ions, le terme L¯ se réduisant alors à une constante L. Les
effets de densité étant également réduits, on peut légitimement déduire la section efficace
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en utilisant l’équation 3.24 ou l’équation 3.34.
3.3 Montage expérimental et acquisition des données
On décrit dans cette section le dispositif mis en place pour réaliser des mesures de la
section efficace de photodétachement de H− à 1064 nm.
3.3.1 Saturation d’un jet de H− : principe général de l’expérience
Le laser Nd:YAG pulsé, émettant dans l’infrarouge à 1064 nm, que l’on utilise est envoyé
dans la zone d’interaction au travers d’un système optique comprenant, une lame λ/2 et
un prisme de Glan-Taylor. La rotation de la lame permet, en modifiant l’orientation de la
polarisation rectiligne du laser, de moduler la proportion de la puissance transmise par le
prisme. L’impulsion est ensuite envoyée dans la chambre d’interaction où elle intersecte le
jet d’ions H− produisant ainsi des neutres par photodétachement. Dans le meilleur des cas,
avec une impulsion de 2 mm de waist et de 30 ns de durée, un jet de diamètre 2 mm et
des ions de vitesse 4,8.105 m/s, le volume de saturation est de 60 mm3. Avec des courants
d’ions de l’ordre du nanoampère, la densité moyenne d’ions est de 4,2.109 ions/m3, ce qui
fait une production d’au mieux 250 neutres par impulsion. Une impulsion contenant une
énergie de 1 mJ seulement éclaire le faisceau d’ions avec 5,4.1015 photons 250. Le nombre
absolu de neutres produit est si faible, même dans le cas où il y a saturation, que l’on peut
considérer que le nombre de photons, avant et après interaction, est le même.
Un dispositif de détection constitué d’un joulemètre et d’un multiplicateur d’électrons à
dynodes permettent respectivement de mesurer, l’énergie des impulsions laser et un signal
dont l’intégrale est proportionnelle au nombre de neutres produits (cf. figure 3.7).
Les signaux issus du joulemètre et du multiplicateur d’électrons sont, soit moyennés
sur quelques centaines de tir du laser puis enregistrés, soit enregistrés individuellement tir
après tir de façon synchrone.
Dans la suite, on décrit un peu plus dans le détail chacun des éléments essentiels du
dispositif expérimental.
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Figure 3.7 – Schéma de l’expérience de la saturation du photodétachement de H− à 1064 nm.
Le laser Nd:YAG émet une onde polarisée rectilignement dont le plan de polarisation peut être
modifié à l’aide de la lame λ/2. Cette lame, couplée à un cube polariseur, permet de choisir
l’énergie des impulsions qui intersectent le jet d’ions (sous vide). L’énergie des impulsions est
mesurée en bout de course par un joulemètre. Le courant d’ions et les neutres sont mesurés en
parallèle. Le diaphragme n’est présent que lors des expériences avec un grand waist. L’échelle
n’est pas respectée.
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Figure 3.8 – En vert-bleu, profil temporel d’une impulsion multimode du laser Nd:YAG lorsqu’il
n’est pas injecté, on observe une période d’oscillations de 3 ns. En bleu, l’impulsion est mono-
mode et le profil est parfaitement lisse. Dans le cas monomode l’impulsion prend sensiblement la
forme du carré d’une sécante hyperbolique asymétrique (cf. texte) de 4,4 ns temps de montée et
20,8 ns de temps de descente. Ces profils ont été mesurés à l’aide d’une photodiode (Newportr
modèle 818-BB-31) de temps de réponse < 225 ps, et un oscilloscope 2,5 GHz (Agilent Techno-
logies DSO9254A). La décroissance lente du signal observable suite au passage des impulsions
s’explique par la mauvaise réponse de la photodiode. Les profils mesurés avec une autre photo-
diode (Thorlabs, modèle DET10A, silicium) de 1 ns de temps de réponse, pour la détermination
de la section efficace ne sont pas affectés par ce problème.
3.3.2 Le laser Nd :YAG pulsé
Ce laser pulsé Q-switché injecté émet des impulsions polarisées rectilignement mono-
modes de quelques dizaines de millijoules (5 mJ plus amplificateur flash) et d’environ 30 ns
de durée (cf. sous-section 2.3.1 du chapitre 2).
3.3.2.1 Profil temporel d’une impulsion laser
Une photodiode (Newportr, modèle 818-BB-31, InGaAs) de temps de réponse < 225 ps
et un oscilloscope 2,5 GHz (Agilent Technologies DSO9254A) nous permettent de mesurer
le profil temporel des impulsions monomode ou multimode (cf. figure 3.8).
On remarque sur la figure, lorsque le laser est multimode, la présence de modulations
rapides de l’intensité en fonction du temps issues de l’interférence entre les différents modes
longitudinaux qui composent l’impulsion. La période de battement est de ∼ 3 ns, à com-
parer au temps de transit des ions au sein du faisceau laser qui varie selon la taille du
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Figure 3.9 – À gauche, représentation schématique de la forme du volume de saturation lorsque
le photodétachement a lieu avec une impulsion monomode. La base du cylindre est elliptique sur
la figure. L’asymétrie temporelle de l’impulsion introduit une distorsion par rapport à cet idéal.
La partie verticale la plus haute du volume est centrée sur le maximum de l’impulsion. L’ellipse est
une très bonne approximation tant qu’on reste dans un régime modérément saturé. À droite, même
situation mais lorsque l’impulsion est multimode. On observe que la partie de l’impulsion pour
laquelle le flux dépasse le seuil de saturation se fractionne en plusieurs morceaux. Le défilement
du jet d’ions donne naissance à un volume de saturation multi-cylindrique.
waist, de 8,3 à 0,29 ns pour un waist allant de 2 mm à 70 µm. Les variations d’intensité
sont d’autant mieux perçues par les ions que la durée du transit est brève. Avec un waist
de 2 mm, les oscillations sont partiellement moyennées.
En multimode, les surintensités (par rapport à la moyenne) font démarrer la saturation
à plus basse énergie qu’en monomode (rupture de la pente 1 en log-log). Lorsque l’énergie
d’une impulsion est suffisamment grande pour qu’il existe des zones où le flux de photons
dépasse le flux de saturation, le volume de saturation commence à exister. Sa structure
est très différente de celle obtenue avec une impulsion monomode, lisse et monotone (cf.
figure 3.9). Dans la direction de propagation du faisceau laser (axe Oz), il apparaît plusieurs
volumes de topologie cylindrique (de sections différentes) dont le nombre est égal au nombre
d’oscillations dont le flux (l’énergie) dépasse le seuil de saturation. Les creux d’intensité,
quant à eux, retardent l’arrivée de la saturation complète, ce qui se traduit par une flexion
(à haute énergie) plus tardive, de la courbe de saturation, vers des pentes plus faibles
que la pente du comportement asymptotique (fonction affine en représentation lin-log, cf.
figure 3.3).
Des mesures expérimentales du profil de saturation ont été réalisées dans les deux cas,
monomode et multimode, puis comparées (cf. section 3.4).
Pour réaliser nos mesures de section efficace, nous choisissons d’utiliser des impulsions
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monomodes en raison de la stabilité de leur forme temporelle. En multimode, il peut y
avoir des variations de fréquences des modes constituant l’impulsion qui entraînent une
mauvaise répétabilité d’une impulsion à l’autre.
L’impulsion est générée à partir de l’énergie emmagasinée initialement (avant le Q-
switch) dans le milieu amplificateur (cristal de Nd:YAG). Les temps caractéristiques de
montée et descente de l’impulsion dépendent de l’énergie emmagasinée et des pertes in-
tracavité. Le temps de montée dépend de ces deux paramètres. Le temps de descente
dépend uniquement des pertes, la quasi-totalité de l’énergie du milieu amplificateur ayant
été rayonnée. Ces différences expliquent l’asymétrie du profil temporel (cf. [Sie86], cha-
pitre 26, pp. 1018-1019). L’ajustement de ce profil par le carré d’une sécante hyperbolique
asymétrique :
P (t;K,C, τ, T1, T2) = K +
C(
e
− t−τ
T1 + e
t−τ
T2
)2 , (3.46)
permet de chiffrer les temps de montée et de descente de l’impulsion. Ces temps sont
typiquement T1 = 5 ns pour la montée et T2 = 20 ns pour la descente (cf. figure 3.8). Les
autres paramètres de l’ajustement K, C, τ représentent respectivement, le fond, un facteur
de normalisation et un paramètre de recentrage temporel.
Durant une expérience, les variations, d’une impulsion à l’autre, de ces temps caracté-
ristiques sont inférieures à la nanoseconde.
Prise en compte de l’asymétrie de l’impulsion dans le modèle du volume de
saturation Le calcul analytique du volume de saturation n’est valide que si les profils
spatio-temporels de l’impulsion laser sont gaussiens. Or, on vient de voir que le profil
temporel présente une forme de sécante hyperbolique asymétrique au carré.
Pour décrire au mieux la forme de l’impulsion mesurée, tout en conservant la possibilité
d’une résolution analytique du problème, on utilise deux gaussiennes de durées caractéris-
tiques τ1 et τ2 (ces durées ne sont pas définies de la même façon que T1 et T2 et sont
donc différentes) dont les valeurs sont typiquement de 15 ns et de 20 ns respectivement (cf.
figure 3.10).
Le signal de neutres dans le régime saturé est donc simplement la moitié de la somme des
contributions de deux impulsions laser qui ne diffèrent que par leur durée caractéristique :
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τ1 τ2
Figure 3.10 – Profil temporel d’une impulsion laser (sécante hyperbolique au carré, courbe
bleue) dont on approche la forme avec les moitiés de deux gaussiennes de durées caractéristiques
τ1 et τ2 (courbe verte).
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où ρ1 = vτ1w0 et ρ1 =
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.
Cette expression peut se réécrire sous la forme :
N = p2 lnE + d, (3.48)
où p2 = pi4n0Lw
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Le rapport de ces deux paramètres est lié à l’énergie de saturation ES par la relation :
d
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= − lnES = γ − ln
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)
−∆ + ln σ. (3.49)
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La section efficace s’écrit alors :
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σ = Spi2w
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0e
∆ ~ω
ES
. (3.50)
Si ρ1 = ρ2 (profil temporel gaussien et symétrique), on retrouve l’équation 3.34.
3.3.2.2 Profil spatial
Un mode spatial simple à produire et à modéliser qui ne présente pas de creux d’intensité
et dont l’énergie est confinée près de l’axe de propagation, est le mode fondamental gaussien
TEM00. On cherche dans notre expérience à se rapprocher de cet optimum. La distribution
d’une petite partie de l’énergie dans quelques modes d’ordres supérieurs est inévitable en
raison de l’imperfection du couplage dans la cavité laser, des optiques etc. Ce mode est
aussi celui qui a été utilisé dans le modèle qui visait à établir l’expression du volume de
saturation (cf. sous-section 3.2.2.2)
Le profil bidimensionnel d’intensité du laser est mesuré à l’aide d’une caméra haute-
résolution (1,4 mégapixels, pixels d’aire 9,3 × 9,3 µm2, Newport LBP-HR), sensible dans
le visible et l’infrarouge proche, de 350 à 1310 nm. La caméra accepte un déclenchement
permettant de réaliser de la profilométrie en régime pulsé.
Nous réalisons des expériences de saturation avec des faisceaux dont le waist est fixé
entre 2 mm et 70 µm. On prend soin, pour chaque expérience, de bien centrer dans la
direction longitudinale Oz, le waist du laser sur le jet de manière à toujours pouvoir consi-
dérer comme négligeables les variations de flux dans la direction de propagation du laser.
La longueur de Rayleigh, de 11,8 m à 1,45 cm est dans tous les cas supérieure au diamètre
du jet (2 mm).
Nous nous sommes aperçus que, dans le cas d’un faisceau laser de ∼ 2 mm de waist,
l’énergie des impulsions en amont de la zone d’interaction était ∼ 20 % plus grande que
l’énergie en aval. Nous n’avons pas d’argument clair pour expliquer une telle différence. Pour
cerner ce problème, nous disposons sur le chemin du faisceau, juste avant l’entrée dans la
zone d’interaction (cf. figure 3.7), un diaphragme de diamètre ( = 4,15 mm) suffisamment
petit pour éliminer tout signal parasite mais suffisamment grand pour tronquer le moins
possible le faisceau utile.
Lorsque l’on travaille avec des petits waists (de l’ordre d’une centaine de micromètres), il
n’est pas nécessaire d’avoir beaucoup d’énergie par impulsion pour atteindre la saturation.
On peut retirer l’amplificateur flash.
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Figure 3.11 – Profils spatiaux verticaux (coupe du profil 2D selon un axe parallèle à Oy passant
par le barycentre d’intensité du profil mesuré) du faisceau laser, mesurés avec la caméra Newport
LBP-HR. À gauche, profil d’un faisceau de ∼ 2 mm de waist mesuré à 30 cm en amont de la zone
d’interaction (longueur de Rayleigh supérieure à 11 mètres). Les oscillations sont dues à deux
systèmes d’interférences. Le premier est un système d’anneaux résultant de la diffraction après
le passage du diaphragme. Le second est un système de franges dues à des réflexions sur la face
d’entrée de la caméra. La courbe verte correspond à l’ajustement du profil avec une gaussienne.
À droite, profil spatial d’un faisceau laser de ∼ 70 µm de waist. Le faisceau est monomode
spatial (mode fondamental gaussien) comme semble le montrer le résultat de l’ajustement avec
une gaussienne (courbe verte) et la valeur du M2 mesurée (proche de l’unité).
Mesure des waists par imagerie de faisceau On représente sur la figure 3.11, deux
exemples de profils verticaux (selon Oy), l’un avec un waist de ∼ 2 mm, l’autre avec un
waist de ∼ 70 µm.
On observe, sur le profil du laser à grand waist de 2 mm, des oscillations qui résultent
de la superposition de deux systèmes d’interférences : un système d’anneaux qui est dû à
la diffraction du faisceau lors de son passage dans le diaphragme, et un système de franges
qui résulte de l’interférence entre le faisceau principal et les réflexions sur la face d’entrée
de la caméra.
Le profil du laser avec un waist de ∼ 70 µm s’ajuste parfaitement avec une gaussienne
(la valeur mesurée du M2 confirme qu’il s’agit d’un TEM00, cf. infra). Son profil 2D montre
que la distribution d’intensité est légèrement elliptique.
Mesure du M2 On sait que, dans le régime saturé, l’évolution du volume de saturation,
qui existe dans les zones où le flux lumineux est le plus fort (et suffisamment fort), détermine
la production de neutres.
Le mode fondamental gaussien (TEM00) d’un laser est celui qui confine le plus l’énergie.
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C’est donc dans les zones occupées par ce mode que le flux est le plus fort.
Expérimentalement, un faisceau laser n’est jamais parfaitement monomode (en parti-
culier, monomode TEM00). Pour extraire la taille du mode fondamental incrusté dans le
profil d’intensité d’un faisceau multimode, il faut mesurer son M2. Le M2 est un nombre,
supérieur ou égal à un, qui permet de quantifier le degré de différences du profil d’un
faisceau laser par rapport au profil idéal gaussien (TEM00).
L’expérience consiste à mesurer l’évolution de la taille du faisceau laser w, de part et
d’autre de son waist w1 (waist mesuré) sur quelques longueurs de Rayleigh, en fonction
de la position sur son axe de propagation (axe horizontal Oz). La symétrie cylindrique
du faisceau n’étant pas parfaite, on a mesuré le waist (et donc le M2) selon les deux
directions Ox et Oy en imageant le faisceau laser à l’aide de la caméra Newport LBP-HR
(cf. figure 3.12).
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Figure 3.12 – Mesure de la taille horizontale (points noirs) et verticale (points oranges) du fais-
ceau laser en fonction de la position sur l’axe Oz. Le résultat de l’ajustement par la fonction 3.51
est représenté par les courbes noire (horizontale) et orange (verticale). On trouveM2x = 1,246(10)
et M2y = 1,331(18).
L’ajustement de ces courbes avec l’expression :
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w2(z;M,w1, z0) = w21 +
M4λ2
pi2w21
(z − z0)2, (3.51)
caractéristique des faisceaux gaussiens, permet de remonter à M2. M2, w1 et z0 sont les
paramètres d’ajustement, w1 est le waist mesuré et z0 est sa position sur l’axe Oz.
On trouve M2x = 1,246(10) (Mx = 1,116(5)) et M2y = 1,331(18) (My = 1,154(8)). Le
faisceau est de très bonne qualité.
Ces valeurs permettent de remonter au waist w0 (selon Ox et Oy) du mode fondamental
incrusté en utilisant la relation w0 = w1M . w0 est le paramètre qui est utilisé dans les équations
du modèle du volume de saturation et, en particulier, celles donnant la section efficace (cf.
sous-sections 3.2.2.2 et 3.2.2.3).
3.3.3 Modulation de l’énergie des impulsions laser
Pour sélectionner précisément l’énergie d’une impulsion, on utilise un système optique
comprenant une lame demi-onde et un prisme polariseur de Glan-Taylor.
La lame λ/2 d’ordre 0 effectif (Thorlabs WPQ10M-1064) que l’on utilise, est taillée
dans un cristal biréfringent uniaxe de quartz traité anti-reflet à la longueur d’onde de
1064 nm (intensité réfléchie inférieure à 0,25 %) et est capable de supporter des intensités
de 100 mJ/mm2 (pour une impulsion de 10 ns de durée).
Le prisme polariseur de Glan-Taylor (CVI Melles Griot PBSO-1064-100) est également
traité anti-reflet à 1064 nm (intensité réfléchie inférieure à 0,25 %). Son seuil de dommage
est élevé, de 5 J/cm2, pour des impulsions de 20 ns émises à une cadence de 20 Hz à
1064 nm (cf. figure 3.7).
3.3.4 Le jet d’ions : profil spatial
On a vu, dans la section 3.2.2.4, que la forme du jet et la répartition spatiale des
ions en son sein, peut jouer un rôle fort sur l’évolution de la population de neutres en
fonction de l’énergie des impulsions. Et en particulier à haute énergie, où elles influent sur
les paramètres asymptotiques du régime saturé (droite affine en lin-log, cf. section 3.2.2.4).
Il est donc important de mesurer ce profil.
Pour nos expériences nous avons utilisé deux géométries distinctes pour le jet. L’une
circulaire et l’autre rectangulaire. Le choix de la géométrie se fait en plaçant un orifice
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dont on choisit la forme en amont de la zone d’interaction (placé à ∼ 15 cm de la zone
d’interaction). Dans le premier cas, on utilise un diaphragme de 2 mm de diamètre, dans
l’autre, une fente rectangulaire de dimensions 2× ∼ 0,2 mm2, le grand côté étant orienté
selon l’axe Oz (horizontalement), qui est la direction de propagation du laser. Cette dernière
géométrie, en nappe, se rapproche, à une échelle très réduite, de celle proposée pour les
injecteurs de neutres de DEMO (cf. figure 3.13).
Figure 3.13 – Schéma de l’interaction d’un laser focalisé avec un jet d’ions de section rectan-
gulaire (fente 2 × 0,2 mm2). Pour mesurer le profil transverse du jet d’ions, le laser est balayé
selon la verticale (axe Oy). L’échelle n’est pas respectée.
Le profil transverse (selon Oy, vertical) est mesuré expérimentalement dans les deux
cas par profilométrie laser. Pour ce faire, le laser pulsé Nd :YAG est fortement focalisé
(waist de ∼ 62 µm) puis, balayé sur le jet d’ions par translation verticale de la lentille de
focalisation (selon Oy). Nous mesurons, pour plusieurs positions, les neutres produits. Le
résultat est exposé sur la figure 3.14.
On peut négliger, dans le cas d’un jet d’environ 2 mm, la convolution avec le profil
du faisceau laser. On considère donc le profil du jet d’ions comme gaussien de rayon (à
1/e2) de 1,1 mm (le résultat de l’ajustement est représenté en rouge sur la figure). Le jet
d’ions étant de taille nécessairement finie (ce n’est pas le cas d’une gaussienne), on décide
de tronquer son profil à 1,1 mm de rayon.
Dans le cas rectangulaire, le jet semble avoir une largeur (selon Oy) de ∼ 0,2 mm. Mais
il faut garder en tête qu’il s’agit du résultat de la convolution du profil réel du jet d’ions
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Figure 3.14 – Signal proportionnel à la quantité de neutres produite en fonction de la position
de la lentille de focalisation. À gauche, on a représenté le profil du jet dans le cas où il traverse
un diaphragme circulaire de diamètre 2 mm placé 15 cm en amont de la zone d’interaction. La
forme se rapproche d’un trapèze quoique arrondie au sommet, avec un rayon proche de celui du
diaphragme. Pour l’analyse des données, on considérera qu’il s’agit d’un profil gaussien. L’ajus-
tement, en rouge, donne un rayon de 1,1 mm (à 1
e2 . À droite : même courbe mais avec une fente
de ∼ 200 µm de large dans la direction transverse Oy.
avec un faisceau laser de ∼ 62 µm de waist dont les dimensions ne sont pas négligeables
devant celles du jet. Le profil réel est probablement moins large et les flancs plus abrupts.
Les simulations montrent que ces effets sont faibles (cf. infra), on peut considérer, avec une
bonne approximation, que ce profil est carré de 200 µm de large (selon Oy). La dimension
verticale (selon Oy) du volume de saturation doit, pour ne pas englober les zones où la
densité d’ions varie beaucoup, être plus petite que cette largeur.
Origine géométrique de la forme du jet mesuré À une dimension, l’intensité perçue
par un détecteur, d’une source placée derrière deux diaphragmes prend, lorsqu’on trace
l’intensité qui lui parvient en fonction de l’écart de sa position à l’axe de symétrie, la forme
d’un trapèze. À deux dimensions, il en va différemment du fait que les diaphragmes peuvent
avoir des formes variées.
Dans le cas présent où le jet prend la forme d’une nappe, nous sommes en présence de
deux orifices. Le premier, un diaphragme de forme circulaire, est placé à ∼ 55 cm de la zone
d’interaction. Le second correspond à la fente à laquelle on a fait référence plus haut. Elle
est située à 15 cm de la zone d’interaction. On peut calculer la forme du signal en fonction
de la position d’une lentille fictive (on ne considérera pas le cas de deux diaphragmes
circulaires). On trouve :
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2e
y
R
z
Figure 3.15 – Schéma représentant la vision qu’a un observateur situé au niveau de la zone
d’interaction et regardant au travers de la fente située à 15 cm. Selon la position de l’observateur
dans le plan Oyz, la position relative du diaphragme situé à 55 cm change. Évidemment, la posi-
tion apparente de la fente par rapport diaphragme change aussi. Pour plus de clarté, nous n’avons
pas représenté cet effet sur la figure. La densité d’ions au point d’observation est proportionnelle
à la section visible du diaphragme. Dans le cas représenté, le diamètre apparent du diaphragme
est plus petit que 2e. Le profil de densité présente une forme trapézoïdale dans ce cas (plateau).
S
R2
= arcsin
(
y + e
R
)
− arcsin
(
y − e
R
)
+ 12
[
sin
(
2 arcsin
(
y + e
R
))
− sin
(
2 arcsin
(
y − e
R
))]
. (3.52)
Où R est le rayon apparent qu’a le diaphragme le plus éloigné, vu depuis la zone d’interac-
tion. e est la demi-largeur de la fente. y est l’altitude du point de focalisation du faisceau
laser sur le jet (cf. figure 3.15).
Cette expression doit être convoluée avec le profil gaussien du laser (waist de 62 µm).
Le résultat est exposé sur la figure 3.16 dans le cas où le diaphragme situé à 55 cm de la
zone d’interaction a un diamètre de 1,5 et 0,5 mm.
Outre sa largeur, la forme du profil calculé est similaire au profil expérimental dans
le cas où le diamètre du diaphragme est supposé être de 1,5 mm. Lorsque le diamètre
du diaphragme est réduit à 0,5 mm, le profil se rapproche d’une forme trapézoïdale (le
diamètre apparent R du diaphragme est plus petit que 2e).
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Figure 3.16 – À gauche, profil simulé du jet d’ions dans le cas où le jet traverse, à 55 cm de
la zone d’interaction, un diaphragme de 1,5 mm de diamètre puis la fente (située à 15 cm de
la zone d’interaction) dont il est question dans le texte. On représente, en bleu, la forme du jet
d’ions au niveau de la zone d’interaction et en rouge la forme que l’on mesurerait en balayant
un faisceau laser de 62 µm de waist. Autour du maximum, comme pour le profil expérimental,
la forme est arrondie. Lorsqu’on s’éloigne de l’axe de symétrie, la densité d’ions décroît à peu
près linéairement. La convolution avec le profil laser rend la décroissance plus progressive aux
extrémités. À droite, on représenté les mêmes profils mais dans le cas d’un diaphragme de 0,5 mm
(à 55 cm). Le profil général se rapproche d’une forme trapézoïdale. La convolution avec le profil
laser gaussien adouci les formes de l’ensemble.
3.3.5 Détection et acquisition
Après interaction avec le jet d’ions, l’impulsion laser est envoyée sur un joulemètre.
Quant aux neutres, ils sont détectés 0,5 m plus loin à l’aide d’un multiplicateur d’électrons.
3.3.5.1 Mesure de l’énergie des impulsions
L’énergie par impulsion nécessaire pour atteindre la saturation dépend du waist du laser.
Pour les petits waists (de l’ordre d’une centaine de µm), la saturation commence autour
de 100 µJ. En revanche, pour des grands waists (2 mm), il faut aller au-delà du millijoule
(l’évolution de ES avec le waist est approximativement linéaire, cf. sous-section 3). Pour
mesurer l’énergie des impulsions et être capable, dans tous les cas, d’observer les deux
régimes non-saturé et saturé, nous avons utilisé deux joulemètres. Un joulemètre basse
énergie (Ophir PE10-C) pour les petits waists et haute énergie (Ophir PE50BF-DIF-C)
pour les grands waists (pour les détails, cf. sous-section 2.5.2.2 du chapitre 2).
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Figure 3.17 – On a représenté, sur ce graphe, l’évolution de la quantité de neutres produite
lors du passage d’une impulsion laser, en fonction du courant du jet d’ions (courant en sortie de
source). La réponse du détecteur est bien linéaire.
3.3.5.2 Détection des neutres
Pour détecter les neutres, on utilise un multiplicateur d’électrons à dynodes (Hama-
matsu R5150-10, cf. sous-section 2.5.3 du chapitre 2 pour les détails).
Les neutres produits par photodétachement ne sont pas les seuls à être détectés, il
y a aussi ceux issus des collisions entre ions au sein du jet. Dans notre cas, l’utilisation
d’un laser impulsionnel permet, par temps de vol (cf. sous-section 2.5.3.2 du chapitre 2),
d’identifier le signal utile et de l’intégrer soit à l’aide d’un intégrateur à porte (boxcar) soit
directement avec un oscilloscope (Agilent Technologies DSOX3024A, 200 MHz).
À la différence du boxcar, l’oscilloscope est incapable de renvoyer tir après tir la valeur
de l’intégration. Il est donc utilisé dans une optique de moyennage des signaux de neutres
détectés (typiquement sur 200 à 1000 impulsions).
Linéarité de détection On a vu que, pour mesurer une section efficace par la méthode
de la saturation, il est possible, à condition que la réponse du détecteur soit linéaire, de
s’affranchir de la connaissance de son efficacité de détection et du courant d’ions. Nous
nous sommes assurés de la linéarité de sa réponse en mesurant, en fonction du courant
d’ions, le signal de neutres produit après chaque impulsion (cf. figure 3.17).
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3.3.5.3 Numérisation et acquisition des signaux impulsion par impulsion
Pour numériser les signaux issus du joulemètre et du multiplicateur d’électrons (en
réalité, les signaux issus du multiplicateur d’électrons sont intégrés par un boxcar qui
renvoie un signal qui leur est proportionnel), nous utilisons le numériseur USB-6008 de
National InstrumentsTM. Il possède huit entrées permettant de numériser jusqu’à huit
signaux (des tensions) simples (quatre en différentiel) en même temps à raison de 10 kéch/s
répartis sur les différentes voies. La tension maximale acceptée est de 10 V. Le numériseur
est, de plus, capable de déclencher ses mesures sur un signal extérieur (type TTL de niveau
logique haut).
Ce numériseur est pilotable par LabVIEW. L’écriture d’un programme dédié à ce sys-
tème a rendu possible la récupération, en temps réel, des données.
Pour synchroniser l’acquisition, nous avons déclenché le joulemètre, le multiplicateur
d’électrons et le numériseur, sur un signal TTL produit de façon synchrone à la génération
des impulsions. Il nous a ainsi été possible de réaliser les premières mesures tir-à-tir pour
ce type d’expériences.
Une fois les données acquises, il nous faut les comparer entre elles, vérifier leur cohé-
rence puis déduire la section efficace de photodétachement soit en utilisant un programme
d’ajustement adapté (cf. sous-section 3.4.1), soit en utilisant les résultats du modèle du
volume de saturation (cf. équation 3.2.2.3).
3.4 Traitement des données expérimentales
3.4.1 Programme d’ajustement
Le programme d’ajustement, réalisé sous MatLabr, qui nous permet d’extraire une
valeur de section efficace, est basé sur une équation à trois paramètres ajustables P1, P2 et
P3 (cf. équation 3.43) :
N = P1+P2
∫ +∞
−∞
h(y) erf
(√
2L(y)
L
){∫ ∞
−∞
[
1− exp
(
−P3 E~ω
∫ ∞
−∞
f(x+ vt, y)g(t)dt
)]
dx
}
dy.
(3.53)
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On suppose que la fonction qui décrit le profil du jet d’ions dans le plan Oyz est factorisable
en une fonction de y et une fonction de z. On considère ce profil comme gaussien (dans le
cas d’un jet de 2 mm) de demi-largeur à 1
e2 de
L
2 , en accord avec la sous-section 3.3.4. Dans
le cas d’un jet rectangulaire (2 mm × 0,2 mm), le produit h(y) erf
(√
2L(y)
L
)
sera remplacé
par une constante (absorbée par le paramètre P2, cf. sous-section 3.3.4).
Les fonctions f et g correspondent aux profils spatial et temporel du laser et h représente
le profil du jet d’ions.
Les paramètres de l’ajustement sont représentés par les trois variables P1 (le fond), P2
et P3. P2 contient les informations concernant le courant du jet et l’efficacité du détecteur.
P3 est exactement la section efficace de photodétachement.
La méthode des moindres carrés est utilisée à travers la fonction lsqnonlin de MatLabr,
pour calculer les paramètres qui minimisent la somme des résidus (le χ2 à un facteur de
normalisation près) :
min(χ2) = min
(
1
G
n∑
i
ri2
)
= min
 1
G
n∑
i
[
Nexpi − Ntheo(Ei)
si
]2 , (3.54)
où N expi et si correspondent respectivement au signal de neutres expérimental et à l’in-
certitude associée. Le modèle calcule, pour chaque Ei expérimental, le paramètre N theo(Ei)
qui minimise la somme du carré des résidus. n correspond au nombre de points expérimen-
taux et G est le nombre de degrés de liberté.
Le somme des carrés des résidus doit être normalisée par le nombre de degrés de liberté
G = n − nP . Il est égal au nombre de points expérimentaux n auquel on retranche le
nombre de paramètres nP utilisés pour l’ajustement (ici égal à trois, P1, P2 et P3). Un bon
ajustement affiche une valeur du χ2 de variance inférieure à l’unité.
Une fois le minimum trouvé, nous avons accès à la valeur de la section efficace contenue
dans P3.
Pour faciliter l’interprétation des paramètres d’ajustement, il est judicieux de tracer la
courbe de saturation dans un diagramme log-log. Dans cette représentation, les variations
des paramètres d’ajustement P2 et P3 se traduisent (en l’absence de fond, c’est-à-dire
P1 = 0) par une simple translation de la courbe de saturation. Plus exactement, la variation
de P2 seul conduit à un déplacement global de la courbe selon l’axe vertical, et la variation
de P3 se traduit par un déplacement selon l’axe horizontal. L’ajustement optimisé de ces
deux paramètres nécessite une mesure conjointe des deux régimes non-saturé et saturé qui
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Figure 3.18 – Effets, en représentation log-log, des paramètres P2 et P3 sur la courbe d’ajuste-
ment (le fond, P1, est ici considéré comme nul). Le logarithme d’un produit étant la somme des
logarithmes des termes du produit, modifier la valeur de P2 a pour conséquence une translation
verticale de la courbe de saturation. Une variation de P3 peut être compensée par une variation
inverse de l’énergie E. Sur une échelle logarithmique, l’opération qui consiste à faire varier P3
d’un facteur constant se traduit donc par une translation horizontale de la courbe de saturation.
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ajoute les contraintes suffisantes pour que le couple (P2, P3) optimal soit unique. Quant au
paramètre P1, ses variations ont pour effet, lorsqu’il s’écarte de zéro, de déformer la courbe
et en particulier de modifier la valeur de la pente dans le régime linéaire (écart à la pente
1, cf. figure 3.18).
3.4.2 Analyse des mesures expérimentales
3.4.2.1 Mesure de la section efficace absolue de H− à 1064 nm
Parmi l’ensemble des mesures réalisées, celles acquises avec un laser focalisé (waists de
∼ 70 et ∼ 80 µm) sont les seules qui permettent d’extraire une section efficace précise.
Détails expérimentaux Avant chaque acquisition de données, on casse le vide, on image
le faisceau au niveau de la zone d’interaction à l’aide de la caméra Newport LBP-HR puis
on place la lentille de focalisation (sur platines micrométriques) de manière à ce que le
waist du faisceau soit au niveau de la zone d’interaction (cf. figure 3.19). Finalement, on
mesure le waist vertical (selon Oy) et horizontal (selon Ox).
Pour les deux waists utilisés, on mesure wx = 68,2(20) µm, wy = 70,6(20) µm et
wx = 119,7(20) µm, wy = 80,2(20) µm. La barre d’erreur est déduite des fluctuations
observées durant l’acquisition. Les longueurs de Rayleigh correspondantes sont d’environ
1,4 cm (waist ∼ 70 µm) et 1,9 cm (waist ∼ 80 µm). Le jet d’ions ayant un diamètre de
2 mm, on peut considérer que la section du faisceau laser est constante.
On va plus loin que nos prédécesseurs en utilisant une impulsion monomode dont on
mesure le profil temporel. On déduit, après ajustement du profil temporel avec l’équa-
tion 3.46, le temps de montée T1 et de descente T2. On obtient T1 = 6,08 ns, T2 = 18,94 ns
(waist ∼ 70 µm) et T1 = 6,19 ns, T2 = 18,91 ns (waist ∼ 80 µm).
On calcule, à partir des paramètres ci-dessus et en supposant une section efficace de
4.10−21 m2, l’ordre de grandeur de l’énergie de saturation ES ∼ 20 µJ (cf. équation 3.18). On
peut donc retirer l’amplificateur pompé par flash du laser (cf. sous-section 2.3.2, chapitre 2)
et le diaphragme (cf. figure 3.7). Dans ces conditions, le profil spatial du laser est de très
bonne qualité (cf. figure 3.11).
On mesure l’énergie des impulsions avec le joulemètre basse énergie (Ophir PE10-C, cf.
chapitre 2, sous-section 2.5.2.2).
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Figure 3.19 – Schéma du dispositif expérimental, après remise à l’air de la zone d’interaction,
lors de la mesure du waist du faisceau laser. La caméra Newport LBP-HR est disposée, dans
la zone d’interaction, au niveau du plan de focalisation du faisceau laser. Le diaphragme n’est
présent que dans les cas où le waist du faisceau laser est millimétrique. Les échelles spatiales et
temporelles ne sont pas respectées.
Détermination de la section efficace Cette géométrie est celle qui s’approche le plus
des conditions de notre modèle qui décrit et définit la saturation en se basant sur le concept
de volume de saturation (on le nommera, dans la suite, "modèle du volume de saturation",
cf. sous-sections 3.2.2.2 et 3.2.2.3). Le profil du jet d’ions sera négligé.
Le "modèle du volume de saturation" permet de remonter, grâce à la contrainte repré-
sentée par la constance du paramètre de saturation S, à une expression algébrique simple
de la section efficace absolue de photodétachement et, par extension, des sections efficaces
absolues de toutes les interactions lumière-matière linéaires dans l’hypothèse d’un profil
spatio-temporel de l’impulsion gaussien (cf. équation 3.34).
En ajustant, en représentation lin-log, les points expérimentaux du régime saturé par
une droite, on déduit l’énergie du seuil de saturation ES dont dépend la section efficace
(cf. figure 3.21). Chaque point correspond à la moyenne sur 2000 impulsions (mesures
avec l’oscilloscope Agilent Technologies DSOX3024A, 200 MHz). Les points fluctuants sont
exclus de l’ajustement.
Outre l’énergie de saturation, on a besoin de la vitesse du jet d’ions de 479820(600) m/s
(1200(3) eV d’énergie cinétique), du waist et de la durée d’une impulsion laser.
En réalité, c’est le waist du mode fondamental incrusté dans le faisceau laser (dans
les deux directions horizontale Ox et verticale Oy) qui nous intéresse (cf. fin de la
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Figure 3.20 – En haut : profil temporel mesuré (waist ∼ 80 µm). En bas : À gauche partie
croissante de l’impulsion temporelle. Le profil a été symétrisé pour plus de clarté. La courbe bleue
est issue de l’ajustement du profil réel par une sécante hyperbolique asymétrique. La courbe verte
représente le résultat du meilleur ajustement d’une gaussienne sur la courbe bleue. À droite,
partie décroissante de l’impulsion temporelle (courbe bleue) et résultat de l’ajustement avec un
profil gaussien (courbe verte).
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Figure 3.21 – À gauche, mesures acquises avec un waist de ∼ 70 µm (points verts) et ∼ 80 µm
(points violets) tracées en représentation log-log. La droite orange (de pente 1 en log-log) corres-
pond au régime linéaire (non-saturé). Pour l’ajustement, les points qui s’écartent de la droite de
pente 1 (en log-log) n’ont pas été considérés. Les courbes vertes et violettes traduisent l’évolution
du volume de saturation pour un waist de 70 µm (courbe verte) et 80 µm (courbe violette).
À droite, représentation lin-log des mêmes courbes. Dans le régime saturé, les points expéri-
mentaux suivent asymptotiquement l’évolution du volume de saturation, c’est-à-dire des droites
affines. L’abscisse d’intersection de ces droites avec l’axe des énergies est égal à l’énergie de sa-
turation. La saturation démarre à énergie plus basse (24,0(21) µJ) avec un waist de ∼ 70 µm
qu’avec un waist de ∼ 80 µm (27,4(68) µJ). Les points fluctuants n’ont pas été considérés dans
l’ajustement.
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sous-section 3.4.1). On calcule, connaissant le waist du faisceau et le M2 du laser,
w0x = wxMx = 61,1(22) µm, w0y =
wy
My
= 61,2(22) µm (waist ∼ 70 µm) et w0x = 69,5(22) µm,
w0x = 107,3(23) µm (waist ∼ 80µm).
Le profil temporel est une sécante hyperbolique au carré. Il faut donc utiliser l’expres-
sion de la section efficace 3.50 qui tient compte de l’asymétrie de la forme temporelle de
l’impulsion.
Pour déterminer les durées caractéristiques τ1 et τ2, on sépare le profil temporel me-
suré en sa partie croissante et sa partie décroissante (la séparation étant fixée au niveau
du maximum). L’ajustement de celles-ci par des gaussiennes donne τ1 = 14,45(50) ns et
τ2 = 21,24(50) ns (waist 70 µm) et τ1 = 14,15(50) ns et τ2 = 20,95(50) ns (waist 80 µm,
cf. figure 3.20).
Les résultats sont rassemblés dans le tableau 3.1.
w0 (µm) p2 d ES (µJ) σ1 (10−21 m2) σ2 (10−21 m2)
0,0320(4) 0,339(3) 25,1(57) 3,35(106) 3,50(82)
∼ 70 0,03290(16) 0,3500(13) 24,0(21) 3,50(64) 3,66(37)
0,0334(2) 0,3590(12) 21,5(22) 3,91(75) 4,09(44)
∼ 80 0,1940(26) 2,040(21) 27,1(68) 3,46(117) 3,62(93)
0,1990(45) 2,110(36) 24,8(105) 3,78(193) 3,78(170)
Table 3.1 – Tableau rassemblant les résultats des mesures expérimentales réalisées avec un
faisceau laser focalisé. Les paramètres p2 et d sont les paramètres asymptotiques du régime sa-
turé (mesurés en représentation lin-log) de la courbe de saturation. ES est l’énergie du seuil de
saturation. σ1 est la section efficace de photodétachement de H− à 1064 nm mesurée en utilisant
un profil temporel gaussien ajusté sur le profil temporel mesuré de durée τ = 17,37(50) ns (waist
∼ 70 µm) et 17,08(50) ns (waist ∼ 80 µm, cf. équation 3.34). σ2 est la section efficace de photo-
détachement de H− obtenue avec un profil temporel construit avec deux moitiés de gaussiennes
(cf. texte). Les barres d’erreurs ont été calculées en considérant les incertitudes sur les waists w0x
et w0y, la durée de l’impulsion τ (ou τ1 et τ2), la vitesse des ions v (cf. texte) et l’énergie du seuil
de saturation ES .
La moyenne pondérée des résultats du tableau (colonne σ2 car le modèle utilisé dans
ce cas, prend en compte l’asymétrie de l’impulsion) conduit à une valeur pour la section
efficace de H− à 1064 nm de 3,79(26).10−21 m2. Ce résultat est en accord avec les calculs
théoriques (cf. par exemple [KJ99]). Cependant, l’ajustement avec une gaussienne de la
partie décroissante du profil temporel montre que l’on sous-estime sa largeur ; on sous-
estime donc aussi la section efficace.
Section efficace et programme d’ajustement L’ajustement de la courbe de satura-
tion expérimentale avec l’équation à trois paramètres ajustables 3.53 nécessite l’observation
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des deux régimes non-saturé et saturé. L’évolution du signal dans le régime linéaire ne dé-
pend pas de la taille du faisceau laser, toute l’énergie de l’impulsion participe de la même
manière à l’évolution du signal de neutres. En revanche, le démarrage de la saturation et
l’évolution asymptotique du nombre de neutres dans le régime saturé dépendent de la taille
du mode fondamental gaussien incrusté. Pour l’ajustement, on choisit d’utiliser un profil
gaussien ajusté sur le profil spatial mesuré (cf. figure 3.22)
Figure 3.22 – À gauche, résultat de l’ajustement, par la méthode des moindres carrés, de la
courbe de saturation théorique (courbe verte, cf. équation 3.53 avec un fond nul P1 = 0) sur les
données expérimentales obtenues avec un waist de w0x = 68,16 µm et w0y = 70,55 µm (points
bleus avec leurs barres d’erreurs). On observe des désaccords entre la théorie et l’expérience à
basse et à haute énergie (cf. texte). À droite, mêmes courbes avec un waist de w0x = 119,7 µm
et w0y = 80,18 µm. L’accord entre la théorie et l’expérience est excellent. Là aussi le fond est
considéré comme nul.
Les résultats sont donnés dans le tableau 3.2.
Si le paramètre P1 est laissé libre, les valeurs de section efficace calculées s’envolent
vers des valeurs de plus de 6.10−21 m2. Nous n’avons pas d’explication claire d’un tel
comportement.
3.4.2.2 Variation de la géométrie spatio-temporelle des faisceaux ; étude de la
saturation
Géométrie petit jet, grand waist On mesure les waists horizontal (selon Ox) et ver-
tical (selon Oy), wx = 2,02 mm, wy = 2,12 mm et la durée T1 = 6,06 ns et T2 = 21,6 ns
de l’impulsion. La longueur de Rayleigh est très grande, supérieure à 10 m. On calcule,
dans ces conditions, une énergie de saturation de l’ordre du millijoule. On utilise donc
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Profil temporel w0 (µm) σ (10−21 m2) χ2
3,96 2,9
sécante ∼ 70 4,44 1,43
4,76 1,40
sécante ∼ 80 4,53 0,227
4,80 0,319
3,01 2,22
gaussienne ∼ 70 3,3 0,841
3,48 0,86
gaussienne ∼ 80 3,29 0,158
3,44 0,190
Table 3.2 – Tableau récapitulatif des résultats obtenus par ajustement des courbes expérimen-
tales avec une courbe calculée avec l’équation 3.53. La forme du profil temporel joue un rôle
non-négligeable. Les durées caractéristiques des profils temporels utilisés sont T1 = 6,08 ns et
T2 = 18,94 ns (waist ∼ 70 µm) et T1 = 6,19 ns et T2 = 18,91 ns (waist ∼ 80 µm) pour la sécante
hyperbolique (partie supérieure du tableau) et τ = 17,4 ns (waist ∼ 70 µm) et τ = 17,1 ns (waist
80 µm) pour la gaussienne (partie inférieure du tableau). On a imposé une valeur nulle pour le
fond (paramètre P1 de l’équation 3.53).
l’amplificateur flash et un diaphragme ( = 4,15 mm) à travers lequel passe le faisceau
laser avant d’entrer dans la zone d’interaction (cf. sous-section 3.3.2.2).
Le jet traverse une fente de 2 × 0,2 mm, située 15 cm en amont de la zone d’interaction
(cf. sous-section 3.3.4).
On donne un exemple de courbe expérimentale sur la figure 3.23. Chaque point cor-
respond à une moyenne du signal sur 200 impulsions (oscilloscope Agilent Technologies
DSOX3024A, 200 MHz). L’énergie des impulsions est mesurée au moyen du joulemètre
haute énergie (Ophir PE50BF-DIF-C, cf. chapitre 2, sous-section 2.5.2.2).
On observe que la production suit transitoirement l’expansion du volume de saturation
dans le régime saturé. La courbe expérimentale s’écarte du comportement prévu lorsque
l’énergie devient grande. On peut interpréter ce phénomène comme étant dû au fait que le
volume de saturation s’étend dans les zones où la densité d’ions décroît (cf. figure 3.23).
Le modèle du volume de saturation peut a priori être appliqué dans cette configuration
à condition que les zones saturées n’explorent que des régions (en particulier selon Oy) où
la densité d’ions reste uniforme. D’après la figure 3.23, les points situés entre 2 et 6 mJ
pourraient servir à déterminer une section efficace, mais le profil spatial du faisceau laser
est trop chaotique (interférences au passage du diaphragme, cf. figure 3.11) et mal connu
pour que la valeur obtenue soit fiable.
On observe, malgré l’écart de la forme de l’impulsion temporelle au profil gaussien
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Figure 3.23 – À gauche, courbe de saturation, en représentation lin-log, acquise avec un jet étroit
de dimension 0,2 × 2 mm et un faisceau laser large (waists w0x = 2,02 mm et w0y = 2,12 mm).
À haute énergie, les points expérimentaux s’écartent du comportement (droite affine en représen-
tation lin-log) prédit par le modèle du volume de saturation. À droite, même courbe mais dans
une représentation log-log. Le saut observé du régime non-saturé au régime saturé est fortuit.
(sécante hyperbolique au carré), que la quantité de neutres suit, dans le régime saturé, le
comportement prévu (du moins qualitativement) par le modèle du volume de saturation
(droite affine en lin-log).
De plus, on observe un retard du démarrage de la saturation par rapport aux mesures
obtenues avec un laser focalisé (cf. sous-section 3.4.2.1). L’énergie de saturation observée
est de 0,732(141) mJ (cf. tableau général 3.3). On vérifie la loi d’échelle selon laquelle
l’énergie de saturation varie quasi-proportionnellement au waist vertical (le rapport des
énergies de saturation pour les waists de 2 mm et 70 ou 80 µm est approximativement égal
au rapport des waists).
Géométrie grand jet, grand waist Les conditions expérimentales sont identiques à
celles du paragraphe précédent. Seul change le diaphragme au travers duquel passe le jet
15 cm en amont de la zone d’interaction (diaphragme de 2 mm au lieu de la fente de
0,2 × 2 mm2, cf. figure 3.14).
Les données expérimentales associées sont représentées sur le graphe de la figure 3.24.
L’énergie de saturation mesurée, de 0,596(68) mJ, est en accord avec celle mesurée avec
un petit jet (cf. tableau 3.3)
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Figure 3.24 – Courbe de saturation acquise avec un waist de ∼ 2 mm et un jet de 2,2 mm
de diamètre. À gauche, courbe expérimentale en représentation lin-log. La population de neutres
suit le comportement sous forme d’une droite affine prévu par le modèle du volume de saturation
malgré l’écart du profil temporel au profil gaussien. À droite, même courbe en représentation
log-log.
Impulsions monomode et multimode : mesures impulsion par impulsion On
réalise des mesures en tir-à-tir (intégrateur à porte "boxcar" plus numériseur USB 6008 de
National InstrumentsTM, cf. sous-section 3.3.5.3), avec les deux modes de fonctionnement
du laser (en monomode et en multimode). Le waist de l’impulsion ne dépend pas du
mode de fonctionnement du laser. On mesure, au niveau de la zone d’interaction, un waist
horizontal (selon Ox) w0x = 2 mm et un waist vertical (selon Oy) w0y = 1,79 mm. Les
profils temporels des impulsions sont représentés sur la figure 3.8.
L’amplificateur flash en sortie de laser est installé mais le diaphragme est absent (cf.
figure 3.19). On fait donc une erreur sur la mesure de l’énergie (joulemètre haute énergie
Ophir PE50BF-DIF-C) qui éclaire effectivement les ions (cf. sous-section 3.3.2.2).
Le comportement exact de la courbe de saturation en multimode dépend du rapport
entre le temps de transit des ions au sein du laser et la période de battements. Dans le
cas présent, le temps de transit est approximativement de 8 ns (waist de ∼ 2 mm) et la
période d’oscillations est ∼ 3 ns. Nous sommes donc dans une situation où le champ perçu
par les ions est partiellement moyenné. Par conséquent, l’intensité intégrée subie par les
ions se rapproche un peu de celle d’une impulsion monomode.
Les courbes expérimentales sont représentées sur la figure 3.25.
Pour chaque mesure, on observe que la distribution des points expérimentaux suit une
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Figure 3.25 – Mesures tir-à-tir de la population de neutres en fonction de l’énergie des impul-
sions. En vert, courbe obtenue avec une impulsion monomode. On donne un exemple de distri-
bution statistique (sur l’axe vertical de neutres) du groupe de points à ∼ 1 mJ, on observe une
loi normale. En violet, même courbe mais avec une impulsion multimode. On vérifie le compor-
tement linéaire (pente 1 en log-log) du régime non-saturé (droite orange). Les deux courbes ont
été positionnées (translation verticale) de façon à ce que les droites de pente 1 associées aux deux
jeux de mesures coïncident. On observe également les points moyens avec leurs barres d’erreurs
associées (en vert et cyan).
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Figure 3.26 – Courbes expérimentales avec une impulsion monomode (courbe verte) et multi-
mode (courbe violette) de waist ∼ 2 mm. À gauche, représentation lin-log des courbes expérimen-
tales. Dans cette représentation, la droite (de pente 1 en log-log) est une exponentielle (courbe
orange). Dans le régime saturé, la population de neutres suit asymptotiquement une droite affine
dans les deux cas monomode et multimode. Elles suivent l’évolution du volume (représenté par les
droites verte et violette). L’abscisse d’intersection de chacune des droites avec l’axe des énergies
(en ES , énergie de seuil de saturation) correspond à un volume nul. La courbe multimode sature
la première (ES plus faible). De plus, le volume de saturation (la population de neutres) croît
nettement moins vite en multimode qu’en monomode. À droite, mêmes courbes en représentation
log-log. On reconnaît le comportement linéaire du régime non-saturé (pente 1 en log-log, courbe
orange). En trait plein (vert et violet), on observe l’accroissement du volume de saturation.
loi normale. On calcule les barres d’erreurs à partir de l’écart-type de ces distributions.
À haute énergie, la courbe violette (impulsion multimode) passe sous la courbe verte
(impulsion monomode) et l’écart semble s’accentuer alors que l’énergie de l’impulsion s’ac-
croît. Cela conforte l’idée qu’en raison des creux d’intensité présents dans une impulsion
multimode, le volume de saturation croît moins vite en multimode qu’en monomode.
On peut observer le démarrage de la saturation (énergie de saturation) en traçant
les courbes dans une représentation lin-log (cf. figure 3.26). On mesure une énergie de
saturation de 0,846(51) mJ en monomode et 0,752(72) mJ en multimode (cf. tableau 3.3).
La saturation démarre donc plus vite en multimode qu’en monomode. De plus, on vérifie
que le volume de saturation croît plus vite en monomode qu’en multimode (la courbe
violette passe sous la verte à haute énergie).
Dans le régime saturé, on observe que la population de neutres suit asymptotiquement,
quel que soit le mode de l’impulsion, une droite affine (en lin-log).
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w0 (µm) Jet Mode p2 d ES (µJ)
∼ 70 diaph. 2 mm monomode 0,0320(4) 0,339(3) 25,1(57)
- - - 0,03290(16) 0,3500(13) 24,0(21)
- - - 0,0334(2) 0,3590(12) 21,5(22)
∼ 80 - - 0,1940(26) 2,040(21) 27,1(68)
- - - 0,1990(45) 2,110(36) 24,8(105)
∼ 2 mm fente 2 × 0,2 mm2 monomode 0,919(14) 6,63(8) 734(141)
- diaph. 2 mm - 5,37(5) 39,9(3) 596(68)
- - monomode 0,475(3) 3,357(12) 846(51)
- - multimode 0,287(3) 2,073(12) 732(77)
Table 3.3 – Tableau rassemblant les valeurs numériques des paramètres asymptotiques du
régime saturé des courbes acquises avec un petit waist (∼ 70 ou 80 µm) et un grand waist
∼ 2 mm. Les énergies de saturation associées sont donc surévaluées. On vérifie la loi d’échelle
selon laquelle l’énergie de saturation évolue proportionnellement au waist. On vérifie également
que la saturation démarre plus vite en multimode qu’en monomode. Les deux dernières mesures
sont affectées d’une erreur sur l’énergie en raison de l’absence du diaphragme (cf. figure 3.7).
3.4.2.3 Mesure de la dimension longitudinale du volume de saturation
À hauts flux, dans le régime où les effets de volume dominent, le profil temporel du signal
de neutres qui fait suite au passage d’une impulsion constitue une mesure (en oubliant la
convolution due à la résolution temporelle finie du détecteur) de la dimension longitudinale
a =
√
δ2
2 ln
(
E
ES
)
du volume de saturation (cf. sous-section 3.2.2.2).
On a représenté sur la figure 3.27, un exemple du signal mesuré avec un waist de
80,18 µm et pour une énergie par impulsion de 0,54 mJ (moyenne sur 16 impulsions).
La durée qui sépare le passage de l’impulsion laser (courbe noire) et l’arrivée des neutres
sur le détecteur (courbe orange) correspond au temps de vol des atomes d’hydrogène entre
la zone d’interaction et le détecteur (∼ 45,5 cm). Le signal de neutres correspond à la
projection temporelle du volume de saturation. Sa demi-largeur w (à 1
e2 ) est liée, dans
l’hypothèse d’un profil temporel gaussien, à la longueur a de la dimension selon Ox du
volume de saturation. On peut alors écrire :
vw = a =
√
δ2
2 ln
(
E
ES
)
. (3.55)
Équation que l’on peut réécrire, après élévation au carré, sous la forme :
2v2w2 = 2a2 = δ2ln
(
E
ES
)
. (3.56)
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Figure 3.27 – À gauche, l’impulsion laser de 0,54 mJ d’énergie (courbe noire) éclaire le jet
d’ions. 1 µs plus tard les atomes d’hydrogènes produits arrivent sur le détecteur (courbe orange,
moyenne sur 16 impulsions). Le signal de neutres contient les informations sur la longueur a
(selon Ox) du volume de saturation. Cette longueur est égale au produit de la vitesse des ions
par la durée du signal de neutres (demi-largeur à 1
e2 , profil supposé gaussien). On remarque la
présence d’une autre impulsion laser autour de 0,5 µs (cf. sous-section 3.3.2.1) donnant lieu à
un autre signal de neutres plus étendu (vers 1,5 µs). À droite, ajustement du signal de neutres
(créé par une impulsion de 0,54 mJ) avec une gaussienne. On trouve une largeur de 20 ns, ce qui
correspond à une extension longitudinale du volume de saturation de 19,2 mm (2a).
Il s’agit, en représentation lin-log, d’une droite de pente δ2 = w20 + v2τ 2. L’impulsion
temporelle n’étant pas une gaussienne, cette équation donne accès à la durée effective de
l’impulsion, connaissant w0 et v.
On effectue une mesure avec un waist horizontal (selon Ox) de 119,7 µm (cf. figure 3.28).
La régression du nuage de points avec une droite (en lin-log) donne δ2 = 88(17) mm2, on
déduit une durée effective τ = 19,6(20) ns. Le profil réel est une sécante hyperbolique
de 6,19 ns de temps de montée et 18,91 ns de temps de descente. La mesure de w est
d’autant plus précise que le nombre d’impulsions sur lequel on moyenne est grand (les
autres paramètres expérimentaux doivent être constants durant l’acquisition).
L’application du modèle du volume de saturation avec un profil temporel gaussien de du-
rée τ , donne une section efficace de 3,97(151).10−21 m2 et 4,33(239).10−21 m2 pour les deux
jeux de mesures acquis avec un waist de ∼ 80 µm, soit une moyenne de 4,07(128).10−21 m2.
Ces valeurs sont un peu plus grandes que celles obtenues avec le modèle du volume de
saturation utilisant un profil temporel scindé en deux gaussiennes de durée τ1 et τ2. Elles
sont en meilleur accord avec les résultats des ajustements des courbes expérimentales avec
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Figure 3.28 – Mesures expérimentales du produit 2 v2 w2 obtenues avec un waist wx = 119,7 µm
en fonction de l’énergie des impulsions laser.
l’équation à trois paramètres ajustables 3.4.1 (cf. sous-section 3.4.2.1).
3.4.2.4 Impulsion laser secondaire : décalage de l’échelle des énergies et consé-
quences sur la valeur de la section efficace
On remarque, sur la figure 3.27, la présence d’une autre impulsion laser générée une
fraction de µs après l’impulsion principale.
Cette deuxième impulsion trouve probablement son origine dans un recouvrement im-
parfait entre les zones du milieu amplificateur éclairées par des diodes de pompes et les
zones éclairées par le faisceau d’injection. Le pompage est moins efficace dans les zones
éclairées par les seules diodes de pompe que dans les zones éclairées par les deux sources,
d’où la génération tardive d’une seconde impulsion.
L’énergie que l’on mesure avec notre joulemètre correspond en réalité à la somme des
énergies de ces deux impulsions. Or, on ne mesure que les neutres produits par la première
impulsion. Il y a donc un décalage systématique entre l’énergie que l’on mesure et celle qui
participe effectivement au photodétachement des neutres mesurés.
On estime que 10(2) % de l’énergie est contenue dans l’impulsion secondaire. Cette
erreur se répercute sur la valeur mesurée de l’énergie de seuil de saturation et a fortiori
sur la valeur de la section efficace.
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On liste, dans le tableau 3.4, l’ensemble des résultats expérimentaux, pertinent pour
la détermination de la section efficace de photodétachement de H− à 1064 nm, corrigé de
l’erreur systématique sur l’énergie.
w0 (µm) ES (µJ) σ2 (10−21 m2)
22,6(57) 3,89(100)
∼ 70 21,6(25) 4,07(49)
19,3(24) 4,54(59)
∼ 80 24,4(66) 4,02(112)
22,6(100) 4,39(197)
Table 3.4 – Tableau récapitulatif des mesures de l’énergie de saturation et de section efficace
obtenues avec un laser focalisé (cf. tableau 3.1), corrigées de l’erreur systématique sur l’énergie
due à l’existence d’une impulsion laser secondaire.
La moyenne pondérée des résultats du tableau donne une section efficace de photo-
détachement de H− à 1064 nm de 4,20(34).10−21 m2.
Section efficace et programme d’ajustement On révise également les valeurs ob-
tenues avec le programme d’ajustement des courbes de saturation expérimentales avec
l’équation à trois paramètres ajustables 3.53 (cf. tableau 3.5). Les incertitudes ne tiennent
compte que de l’erreur sur le décalage en énergie due à l’existence d’une impulsion secon-
daire.
Profil temporel w0 (µm) σ (10−21 m2) χ2
sécante 4,40(11) 2,9
T1 = 6,08 ns ∼ 70 4,93(11) 1,43
T2 = 18,94 ns 5,29(12) 1,40
T1 = 6,19 ns ∼ 80 5,03(12) 0,227
T2 = 18,91 ns 5,33(12) 0,319
Table 3.5 – Tableau récapitulatif des résultats obtenus par ajustement des courbes expérimen-
tales avec une courbe calculée avec l’équation 3.53, corrigées du décalage systématique en énergie
due à l’existence d’une impulsion laser secondaire. On a imposé un fond nul, c’est-à-dire que l’on
a considéré P1 = 0.
Les valeurs obtenues avec le programme d’ajustement sont nettement plus élevées que
celles déterminées avec le modèle du volume de saturation. La moyenne de l’ensemble des
valeurs donne une section efficace de 5.00(12).10−21 m2 (la barre d’erreur ne tient compte
que de l’incertitude sur le décalage des énergies).
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3.5 Conclusion
Depuis son invention en 1965 par Hall et al. [HRB65], la méthode de la saturation, qui
présente l’avantage de pouvoir s’affranchir de la connaissance de l’efficacité de détection, est
devenue incontournable pour mesurer, par laser, une section efficace absolue d’un processus
d’interaction lumière-matière. Pour déterminer une section efficace, la méthode nécessite
d’observer les deux régimes non-saturé et saturé. Une courbe, calculée à l’aide d’un modèle
décrivant l’interaction laser/ions, est ensuite ajustée sur la courbe expérimentale, l’un des
paramètres ajustables étant la section efficace.
L’idée selon laquelle, dans le régime saturé, la quantité de neutres produite suit asymp-
totiquement l’évolution du volume de saturation, nous a permis de dégager une définition
rigoureuse du concept de saturation. La saturation d’un processus d’interaction lumière-
matière démarre lorsque le volume de saturation commence à exister, c’est-à-dire lorsque
l’énergie d’une impulsion dépasse l’énergie de seuil de saturation. Suivant cette idée, on
aboutit d’une part, à une expression simple de la section efficace en fonction des para-
mètres asymptotiques des régimes non-saturé et saturé et des paramètres géométriques du
faisceau laser, et d’autre part, à l’expression du paramètre de saturation S en fonction des
seuls paramètres asymptotiques de la courbe de saturation.
La résolution analytique de l’intégrale qui donne la quantité de neutres produite par
photodétachement lors de l’éclairement d’un jet d’ions de densité uniforme par une im-
pulsion laser gaussienne, nous a permis de démontrer l’existence d’une contrainte mathé-
matique associée à la courbe de saturation. Cette contrainte s’exprime au travers de la
constance du paramètre de saturation S = e−γ, où γ est la constante d’Euler-Mascheroni.
Nous interprétons S comme étant le nombre de photons (intégré dans le temps) traversant
une surface d’aire σ à partir duquel il y a saturation (dans l’hypothèse d’un faisceau laser
gaussien).
La constance de S permet de réexprimer la section efficace en fonction des paramètres
asymptotiques du régime saturé seuls (de la vitesse des ions et des paramètres géomé-
triques de l’impulsion laser). Ainsi, la simple observation des effets de volume du régime
saturé suffit à déterminer la valeur de la section efficace absolue. L’application de cette
nouvelle méthode n’est pas immédiate puisque, dans la réalité, les profils spatio-temporels
de l’impulsion laser peuvent s’écarter du cas idéal gaussien.
Expérimentalement, la configuration qui s’approche le plus des conditions de notre
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modèle correspond à un faisceau laser monomode (amélioration par rapport à nos prédé-
cesseurs) focalisé qui intersecte un jet d’ions relativement large (pour que la densité d’ions
puisse être considérée comme uniforme au niveau de la zone de recouvrement laser/jet).
Dans ces conditions, nous mesurons une section efficace de photodétachement de H− à
1064 nm de 4,20(34).10−21 m2. Cette valeur est plus élevée que l’ensemble des résultats
théoriques (cf. [Ste78, Wis79, DG83, Sah88, AS96, KJ99] par exemple) obtenus jusqu’à
présent qui fixent la section efficace, à 1064 nm, à environ 3,6.10−21 m2. La mesure de
la section efficace absolue de H− de Branscomb et Smith [BS55] (σ = 3,94(40) m2, à
∼ 990 nm) est compatible avec notre valeur et la valeur théorique. En revanche, la mesure
de Popp et Kruse [PK76] (cf. figure 1.8), légèrement inférieure, ne s’accorde qu’avec la
valeur théorique.
Ces désaccords suggèrent qu’il serait intéressant que la mesure de la section efficace
de photodétachement de H− dans la région 0,3 à 0,5 eV au-dessus du seuil soit reprise, si
possible dans des expériences indépendantes.
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Chapitre 4
Photodétachement en cavité
Fabry-Perot
Nous avons vérifié dans le chapitre 3 qu’un éclairement d’environ 4 MW/cm2 est né-
cessaire pour saturer, à 1064 nm, le photodétachement d’un ion H− traversant un faisceau
de ∼ 150 µm de waist à ∼ 4,8.105 m/s (1,2 keV d’énergie cinétique).
Pour DEMO, il s’agit de neutraliser en continu une nappe d’ions D− (deutérium) de
3 m par ∼ 3 cm de 30 A accélérés à ∼ 9,79.106 m/s (1 MeV). Le faisceau laser doit
être suffisamment large pour éclairer complètement la nappe en un nombre de passages
raisonnable (3 ou 4) [SCdE+11].
Aucun laser continu ne produit des faisceaux dont la puissance s’approche du MW sur
une surface d’un cm2. D’où l’idée de recycler la puissance lumineuse en la stockant au sein
d’un résonateur Fabry-Perot.
Avant de réaliser le photodétachement quasi-total sur une nappe de la taille de celle
prévue pour DEMO, le processus de développement industriel requiert que soit démon-
trée la faisabilité du concept par une expérience à échelle réduite, c’est-à-dire, sur un jet
millimétrique de H− de ∼ 1 keV d’énergie cinétique.
Dans ce chapitre, nous rappellerons les concepts de base des résonateurs de Fabry-Perot
(intervalle spectral libre, finesse, surtension, etc., cf. section 4.1).
Ensuite, nous présenterons les résultats d’expériences de photodétachement d’ions O−,
en cavité linéaire concave-concave (cf. section 4.2). Ces expériences ont permis d’améliorer
sensiblement le taux de neutralisation. Cette cavité, dont les qualités de stockage de la
lumière sont intermédiaires à celles nécessaires pour le photodétachement quasi-total, ser-
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vira également dans les expériences de photodétachement en champ magnétique qui visent
à démontrer la possibilité d’augmenter l’efficacité de neutralisation en verrouillant le laser
sur une résonance de Landau (cf. chapitre 5).
Enfin, nous dimensionnerons la cavité qui servira à démontrer la faisabilité du photo-
détachement quasi-total d’un jet d’hydrogène négatifs (cf. section 4.3).
4.1 Rappels : cavité Fabry-Perot linéaire à deux mi-
roirs [Tre07]
4.1.1 Intensités en transmission et en réflexion
Le résonateur linéaire est constitué de deux miroirs plan se faisant face et séparés d’une
distance L.
Le champ électrique incident ~Ei(z) = Ei~eiei(ωt−kz) est celui d’une onde plane se propa-
geant selon l’axe des z positifs. La polarisation peut être supposée rectiligne car ne joue
aucun rôle ici. Ei est l’amplitude de l’onde incidente, k est le module du vecteur d’onde et
t le temps.
Les surfaces intérieures des miroirs sont supposées avoir une très grande réflectivité, on
néglige donc les réflexions sur les faces externes (traitées anti-reflet). On suppose dans un
premier temps que les pertes sont nulles.
Les champs électriques complexes en transmission Et et en réflexion Er (au niveau du
miroir d’entrée) d’une cavité Fabry-Perot de longueur L (un aller-retour) à deux miroirs
sans perte peuvent s’écrire :
Et =
√
T1T2e
−iφ/2
1−√R1R2e−iφEi, (4.1)
Er = Ei
[√
R1 − T1
√
R2e
−iφ
1−√R1R2e−iφ
]
, . (4.2)
Où Ei est le champ incident, k = 2piλ le vecteur d’onde, φ = nkL la phase accumulée sur
un aller-retour, n étant l’indice optique du milieu traversé par l’onde et T1, R1, T2, R2 les
coefficients de transmission en intensité des miroirs d’entrée (indice 1) et de sortie (indice
2).
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On peut calculer les intensités correspondantes It et Ir en prenant le module au carré
des relations précédentes :
It = Ii
T1T2
(1−√R1R2)2
1
1 +m sin2(φ/2) , (4.3)
Ir =
Ii
(1 +
√
R1R2)2
(
√
R1 −
√
R2)2 + 4
√
R1R2 sin2(φ/2)
1 +m sin2(φ/2) . (4.4)
Où Ii est l’intensité de l’onde incidente et m = 4
√
R1R2
(1−√R1R2)2 . La conservation de l’énergie
impose que Rj + Tj = 1, j = 1,2 (pas d’absorption). La somme It + Ir est donc égale à
l’intensité incidente Ii.
4.1.2 Intervalle spectral libre et finesse
Il y a résonance lorsque la phase accumulée φ est un multiple de 2pi. Dans le domaine
fréquentiel, les résonances se situent en νq = q cnL , où q, entier naturel, est l’ordre de la
résonance et c la célérité des ondes lumineuses dans le vide.
La séparation fréquentielle entre deux résonances, aussi appelée intervalle spectral libre
(ISL, cf. figure 4.1), vaut :
ISL = νq+1 − νq = c
nL
. (4.5)
Autour d’une résonance la phase s’écrit φ = 2piq + 2pi δνISL , où δν correspond à un
petit écart fréquentiel à la résonance. Dans ces conditions, l’intensité en transmission (par
exemple) s’écrit (δν  1) :
It =
T1T2Ii
(1−√R1R2)2 ×
1
1 +
(
δν
Γ
)2 . (4.6)
Un mode possède une forme lorentzienne de demi-largeur à mi-hauteur Γ = c
pinL
√
m
.
On définit la finesse F d’un interféromètre comme étant le rapport de l’ISL sur la
largeur 2Γ d’une résonance.
F = ISL2Γ =
pi(R1R2)1/4
1−√R1R2 (4.7)
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2Γ
ISL
Figure 4.1 – Intensité transmise d’un Fabry-Perot en fonction de φ. Elle est caractérisée par
une série de résonances espacées d’un ISL et de largeur à mi-hauteur 2Γ.
4.1.3 Intensité intracavité : coefficient de surtension
Le champ fait des aller-retours dans la cavité, il se forme donc une onde stationnaire
avec des nœuds et des ventres d’intensité. L’intensité intracavité dépend donc fortement
de la position sur l’axe z :
Ic(z) =
IiT1
(1−√R1R2)2
(1−√R2)2 + 4
√
R2 sin2(φ/2− knz))
1 +m sin2(φ/2) . (4.8)
Pour réaliser le photodétachement presque total, il faudra que l’ensemble des ions soit
éclairé. L’idée sera donc d’utiliser une cavité en anneau de manière à avoir une onde pro-
gressive (pas d’interférences entre ondes de vecteurs d’onde différents dans la cavité).
Intensité au niveau des miroirs On peut calculer à partir de la relation 4.8, l’intensité
intracavité au niveau des miroir 1 (miroir d’entrée du faisceau incident) et 2 (miroir de
sortie du faisceau transmis) :
Ic,1 =
IiT1
(1−√R1R2)2
(1−√R2)2 + 4
√
R2 sin2(φ/2))
1 +m sin2(φ/2) , (4.9)
Ic,2 =
IiT1
(1−√R1R2)2
(1−√R2)2
1 +m sin2(φ/2) . (4.10)
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Où I1 est l’intensité intracavité au ras du miroir 1 et I2 l’intensité intracavité au ras du
miroir 2.
Coefficient de surtension On quantifie la puissance stockée en calculant le coefficient
de surtension AS de la cavité définit comme le rapport de l’intensité maximale stockée
Ic,max (à résonance) sur l’intensité incidente Ii :
AS = Ic,max
Ii
= T1(1 +
√
R2)2
(1−√R1R2)2 (4.11)
On remarque que cette expression n’est pas invariante par permutation des miroirs
(permutation des indices 1 et 2). Les miroirs d’entrée et de sortie ne jouent donc pas un
rôle symétrique. Si l’injection se faisait au travers du miroir 2, le coefficient de surtension
s’écrirait AS = T2(1+
√
R1)2
(1−√R1R2)2 . Pour maximiser la puissance stockée, il est important d’injecter
le faisceau laser au travers du miroir le moins réfléchissant.
Il existe une relation simple entre la finesse et le coefficient de surtension (puissance in-
tracavité) dans le cas où R1 et R2 sont proches de 1. Dans ce cas, on peut écrire (
√
R ' 1) :
AS ' 4F
pi
. (4.12)
Le facteur 4 s’explique par le fait que l’intensité maximale est celle au niveau d’un
ventre d’intensité. Dans une cavité en anneau, le facteur 4 disparaît car il n’y a pas d’onde
stationnaire.
Dans le cas où les miroirs sont très réfléchissants, maximiser la finesse revient à maxi-
miser la puissance stockée intracavité (à résonance).
4.1.4 Pertes d’énergie
Les pertes peuvent avoir de nombreuses origines. Elles peuvent être dues à l’absorption
ou la diffusion par les miroirs, par le passage au travers d’éléments optiques intracavité,
par la diffraction etc.
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4.1.4.1 Pertes durant la propagation
L’onde peut subir des pertes durant sa propagation dans la cavité. En particulier, si la
cavité n’est pas entièrement placée sous vide, l’onde peut être en partie absorbée lors de
son passage au travers des hublots séparant la chambre d’interaction (sous vide) du reste
de la salle d’expérience. 1
On peut rassembler l’ensemble des pertes durant la propagation, sur un aller-simple,
dans un coefficient de transmission en intensité T3. Dans ces conditions, les expressions
donnant l’intensité transmise et réfléchie s’écrivent :
It = Ii
T1T2T3
(1− Z)2 + 4Z sin2(φ/2) , (4.13)
Ir = Ii
(
√
R1(1− Z)− T1T3
√
R2)2 + 4Z(T1 +R1) sin2(φ/2)
(1− Z)2 + 4Z sin2(φ/2) . (4.14)
On a posé Z = T2
√
R1R2.
Le maximum d’intensité intracavité peut être estimé à partir du maximum d’intensité
transmise :
Ic,max ' 4It,max
T2
= 4Ii
T1T3
(1− Z)2 . (4.15)
On déduit l’expression du coefficient de surtension :
AS = 4 T3(1−R1)(1− T3
√
R1R2)2
. (4.16)
Le facteur 4 est dû à l’existence de maxima intracavité en raison des interférences. Ce
facteur disparaît lorsqu’on considère une géométrie annulaire.
Il existe, pour R2 et T3 fixé, un optimum R1,opt du coefficient de réflectivité du miroir
d’entrée pour le stockage de puissance. Celui-ci est donné par R1,opt = R2T 23 .
Si les pertes intracavité sont faibles, on peut considérer que l’optimum correspond à
des miroirs de réflectivités identiques.
1. Pour éviter la formation de résonateurs internes due à la rétroréflexion des ondes au passage des
hublots, les hublots sont orientés à incidence de Brewster.
150
4.1 Rappels : cavité Fabry-Perot linéaire à deux miroirs [Tre07]
4.1.4.2 Pertes par diffraction [Del08]
La diffraction des ondes due à la taille finie des miroirs peut constituer une source de
pertes non-négligeables.
Dans une cavité, il faut qu’un maximum de l’énergie de l’onde diffractée sur un miroir
(par exemple le miroir 1) parvienne à faire un tour de cavité sans en sortir.
La figure de diffraction qui résulte du passage d’une onde au travers d’une ouverture
circulaire, qui peut être un miroir, est une tache d’Airy. L’angle de diffraction θd du premier
minimum (vu depuis le centre de l’ouverture circulaire) est, dans l’approximation des petits
angles, environ égal à λ2a1 , où a1 est le rayon du miroir 1 (cf. figure 4.2).
θ
d
θ
2a
1
2a
2
L/2
Miroir 1 Miroir 2
Figure 4.2 – Diffraction d’une onde en cavité linéaire. L’angle θd correspond à l’angle qui repère
le premier minimum de la figure de diffraction, θ est l’angle sous lequel le miroir 2 est vu depuis
le centre du miroir 1.
L’angle θ sous lequel le miroir 2 est vu depuis le centre du miroir 1 (pas le centre de
courbure) est, dans l’approximation des petits angles θ = 2a2
L
, où a2 est le rayon du miroir
2.
Le rapport de ces deux angles N :
N = 4a1a2
λL
. (4.17)
correspond approximativement au nombre de maxima restant confinés dans la cavité.
Si ce nombre est très supérieur à l’unité, alors les pertes par diffraction sont faibles
devant les autres pertes. Il faut donc choisir la taille des miroirs de façon à se placer dans
cette situation.
151
Chapitre 4 : Photodétachement en cavité Fabry-Perot
4.1.4.3 Pertes et finesse
En présence de pertes, la finesse, d’après sa définition (cf. sous-section 4.1.2) et l’équa-
tion 4.13, s’écrit :
F = pi
√
Z
(1− Z) , (4.18)
où Z = T3
√
R1R2.
4.1.5 Faisceau gaussien dans une cavité Fabry-Perot à deux mi-
roirs [Sie86]
Le champ électrique E(x,y,z) d’une onde gaussienne et monomode (comme celle produite
par notre laser Ti:Sa par exemple, cf. section 2.3.1, chapitre 2), solution de l’équation de
propagation paraxiale (propagation transverse (x,y) faible devant la propagation selon z)
du champ électromagnétique, s’écrit sous la forme (approximation scalaire) :
E(x, y, z) =
√
2
pi
E0
w(z)e
−x2+y2
w(z)2 e−ikz+iζ(z)−ik
x2+y2
2R(z) . (4.19)
Où E0 est une constante qui a la dimension d’un champ électrique, w0 est le waist du
faisceau, w(z) = w0
√
1 +
(
z
zR
)2
est le rayon (en z) pour lequel le champ est réduit de 1/e
par rapport à sa valeur sur l’axe, R(z) = z + z
2
R
z
est le rayon de courbure du faisceau en
z et ζ(z) = atan( z
zR
) est la phase de Gouy. zR = piw
2
0
λ
correspond à la longueur de Rayleigh.
Cette solution particulière de l’équation paraxiale correspond au mode transverse fon-
damental gaussien TEM00.
4.1.5.1 Matching du faisceau dans la cavité
Un faisceau gaussien injecté dans une cavité Fabry-Perot n’est stable que si le faisceau
revient sur lui-même après un aller-retour dans la cavité. Autrement dit, les plans de phase
associés au faisceau laser au niveau des miroirs de la cavité doivent épouser la courbure
des miroirs (ici sphériques). Ces deux miroirs sont caractérisés par leur rayon de courbure
Rc,1 et Rc,2. Ces considérations se traduisent par le système d’équations à trois inconnues :
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−Rc,1 = z1 + z
2
R
z1
, (4.20)
Rc,2 = z2 +
z2R
z2
, (4.21)
L = z2 − z1, (4.22)
où z1 et z2 sont les positions des miroirs d’entrée et de sortie.
La résolution de ces équations donne accès à z1 et z2, desquelles on déduit le waist w0,
et la taille du faisceau laser au niveau des miroirs w1 et w2 :
z1 =
g2(1− g1)
g1 + g2 − 2g1g2L, (4.23)
z2 =
g1(1− g2)
g1 + g2 − 2g1g2L, (4.24)
w20 =
Lλ
pi
√√√√ g1g2(1− g1g2)
(g1 + g2 − 2g1g2) , (4.25)
w21 =
Lλ
pi
√
g2
g1(1− g1g2) , (4.26)
w22 =
Lλ
pi
√
g1
g2(1− g1g2) . (4.27)
Où g1 = 1- LRc,1 et g2 = 1-
L
Rc,2
sont des paramètres caractéristiques de la cavité.
Les paramètres du faisceau sont réels et finis (cavité stable) si la condition :
0 < g1g2 < 1, (4.28)
est respectée. En particulier, g1 et g2 doivent être de même signe.
4.1.5.2 Les modes de la cavité
Modes longitudinaux L’onde résonne dans la cavité à condition que sa phase sur un
aller simple soit un multiple de pi :
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∆Φ = −nk(z2 − z1) + ζ(z2)− ζ(z1) = −k(z2 − z1) + atan(z2)− atan(z1)
= −k(z2 − z1) + acos(±√g1g2) = −qpi (4.29)
La dernière relation s’obtient à partir des expressions 4.23 et 4.24 et d’un peu de trigono-
métrie. Le signe dans l’arccosinus est positif si g1, g2 > 0 et négatif si g1, g2 < 0.
Les modes longitudinaux sont donnés par :
ν00q =
c
nL
[
q +
acos(±√g1g2)
pi
]
. (4.30)
La phase de Gouy a pour effet de décaler légèrement les modes vers les fréquences plus
élevées par rapport à celles obtenues avec des ondes planes. L’ISL est inchangé et égal à
c
nL
.
Modes transversaux La relation de phase 4.29 n’est valable que pour le mode fonda-
mental gaussien décrit par l’équation 4.19. Il existe une infinité de solutions de l’équation
paraxiale dont le mode gaussien constitue l’ordre le plus bas. La base de fonctions propres
d’un résonateur dépend de sa géométrie, les plus utilisées sont la base de Hermite-Gauss
pour la géométrie rectangulaire et la base de Laguerre-Gauss pour la géométrie cylindrique
(celle qui nous intéresse). La phase de ces modes d’ordres supérieurs diffère de celle du
mode fondamental. La conséquence est une modification de la différence de phase :
∆Φ = −nk(z2 − z1) + (2p+ l + 1) acos(±√g1g2) (Laguerre-Gauss). (4.31)
Les fréquences des modes sont donc données par :
νplq =
c
nL
[
q + (2p+ l + 1)
acos(±√g1g2)
pi
]
. (4.32)
Où p et l (entiers naturels) correspondent aux ordres des modes transverses.
Chaque mode transverse a sa propre fréquence de résonance. Il existe toutefois des
situations (valeurs particulières du couple g1,g2) où il y a dégénérescence de certains de ces
modes.
D’après cette relation, pour un mode longitudinal donné, il existe une infinité de fré-
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quences de résonances correspondant à chaque mode transverse. Cependant, un mode est
d’autant plus étendu spatialement dans le plan transverse que son ordre est élevé. Les
miroirs étant d’extension finie, les pertes par diffraction croissent quand l’ordre augmente.
La conséquence est que l’amplitude des résonances est d’autant plus petite que le mode
considéré a un ordre transverse élevé.
Couplage du mode de la cavité Pour un couplage optimal, le faisceau laser incident
doit avoir les mêmes caractéristiques géométriques w(z) et R(z) que le mode fondamental
de la cavité. En général, le faisceau incident ne possède pas les bonnes propriétés, il faut
donc l’adapter. Pour atteindre cet objectif, on peut s’aider d’une lentille ou d’un télescope
(cf. figure 4.6).
4.1.5.3 Sensibilité au désalignement et dégénérescence des modes
L’axe de la cavité est défini comme la droite passant par le centre de courbure des
deux miroirs (pour une cavité sphérique). On cherche naturellement à aligner cet axe sur
l’axe du montage passant par le centre des miroirs. La sensibilité au désalignement peut
être estimée au moyen d’un nombre D dont l’expression a été déterminée par Hauck et
al. [HKW80] :
D =
[(
pinL
λ
) 1 + g1g2
(1− g1g2)3/2
|g1 + g2|
(g1g2)1/2
]1/2
. (4.33)
L’inverse de D détermine la tolérance à respecter quant à l’alignement de la cavité sur
l’axe général du montage, c’est-à-dire sur le faisceau d’entrée.
Effet d’un désalignement sur les modes de la cavité Un désalignement des miroirs
provoque une modification de la géométrie de la cavité. Cette modification induit un chan-
gement des modes propres de la cavité. Ainsi, un faisceau fondamental gaussien qui entre
dans une cavité désaxée, sera projeté intracavité sur des modes d’ordre supérieur en plus
du mode fondamental d’une base de Laguerre-Gauss définie suivant un axe tilté (pour une
cavité de géométrie cylindrique).
Un phénomène identique intervient si l’on considère une cavité parfaitement alignée
dans laquelle un faisceau gaussien rentre désaxé (sauf que la base est définie suivant un
axe non-tilté).
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Un désalignement de la cavité peut lever une éventuelle dégénérescence entre plusieurs
modes d’ordre supérieurs. Or, la levée de dégénérescence d’un mode peut gêner le fonction-
nement de l’asservissement dont le signal d’erreur dépend de la position des résonances. Il
est donc important de choisir un couple g1 et g2 de manière à lever d’emblée la dégénéres-
cence entre les modes (cf. sous-section 4.1.5.2). De plus, l’observation des modes d’ordre
supérieur aide à optimiser l’alignement de la cavité et à y injecter proprement le faisceau
laser.
4.2 Cavité Fabry-Perot concave-concave pour le pho-
todétachement de O−
Le Ti :Sa que l’on possède est bien adapté au photodétachement de l’ion O−, c’est donc
cet ion qui a été choisi pour l’expérience.
4.2.1 Dimensionnement
La géométrie de la chambre d’interaction, la croix (cf. sous-section 2.4.1), impose la
longueur de la cavité L ' 59 cm.
4.2.1.1 Choix des rayons de courbure
En passant au centre de la croix (cf. sous-section 2.6 du chapitre 2), le jet d’ions de 1 mm
de diamètre est contraint de traverser le milieu de la cavité. Les rayons de courbure des deux
miroirs doivent donc être de même valeur, ce qui se traduit par l’identité g1 = g2 = g.
La condition de stabilité (cf. équation 4.28) devient -1 < g < 1.
Il faut, pour que le faisceau laser recouvre le jet d’ions, que le waist du faisceau laser
au niveau du plan de focalisation, c’est-à-dire au niveau du jet, soit environ de 500 µm.
On trace sur la figure 4.3 à l’aide des équations 4.25 et 4.26, le waist du faisceau à 1/e2 au
niveau des miroirs et du plan de focalisation en fonction du paramètre g. On fixe, pour les
calculs, une longueur d’onde de 850 nm qui correspond approximativement à la transition
entre les deux niveaux fondamentaux de O− et O.
Plus g s’approche de 0, c’est-à-dire plus g s’éloigne de la zone d’instabilité (g = 1,
plan-plan), plus la cavité est stable.
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Figure 4.3 – En bleu, waist du faisceau au niveau du plan de focalisation en fonction du
paramètre g. En vert, waist du faisceau au niveau des miroirs.
Pour qu’il y ait un bon recouvrement entre le faisceau laser et le jet d’ions, g doit être
supérieur ou égal à 0,7, ce qui correspond à un rayon de courbure supérieur ou égal à
2 mètres.
En plus de satisfaire ces contraintes sur la taille du faisceau laser, on veut que la
cavité soit le moins sensible possible au désalignement. On trace, en fonction de g, le
coefficient D déterminé par Hauck et al. [HKW80] qui permet de quantifier la sensibilité
au désalignement (cf. figure 4.33).
D’après le graphe, la cavité est d’autant moins sensible au désalignement que g est
petit.
Séparation entre les modes Pour assurer un bon fonctionnement de l’asservissement,
il faut lever les dégénérescences entre les modes et assurer une bonne séparation entre-
eux. En particulier, il faut bien séparer le mode fondamental TEM00q des modes d’ordre 1
TEM01q, TEM10q et TEM11q. Les modes d’ordre supérieurs ont une amplitude plus faible
en raison de la diffraction qui est d’autant plus forte que l’ordre est élevé. La longueur de la
cavité étant de 59 cm, l’ISL vaut ∼ 252 MHz. On a représenté sur la figure 4.5, la distance
entre les modes susmentionnés en fonction de g (en unité d’ISL).
Finalement, une valeur de g de ∼ 0,7 (waist théorique de 436 µm) est un bon compromis
(miroirs de rayon de courbure de ∼ 2 m). Dans ces conditions, la tolérance de notre cavité
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Figure 4.4 – Coefficient D qui quantifie la sensibilité d’une cavité au désalignement [HKW80]
en fonction de g. On s’est limité a des valeurs de g pertinentes.
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Figure 4.5 – Graphe représentant l’évolution de la position des modes d’ordre supérieurs
TEM01q (courbe bleue) TEM01q (courbe verte) et TEM11q (courbe rose) en fonction de g. L’axe
vertical est en unité d’ISL (∼ 252 MHz). Les droites violettes et rouges représentent les modes
longitudinaux TEM00q et TEM00q+1.
au désalignement est de 1,7.10−4 rad ' 34,5 sec.
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4.2.1.2 Réflectivité des miroirs
La longueur de notre cavité étant de 59 cm, l’ISL est de ∼ 252 MHz. La stabilité de
notre laser Ti:Sa vaut environ 3 MHz sur dix minutes. Une finesse de l’ordre de 100 est
suffisante, ce qui équivaut à un coefficient de réflectivité de 0,97.
4.2.1.3 Taille des miroirs : diffraction
On a vu que les pertes par diffraction pouvaient être négligées dans le cas où la taille
des miroirs est suffisamment grande pour que le nombre N, correspondant au nombre
de maxima de la figure de diffraction qui restent confinés après un aller-retour (cf. sous-
section 4.1.4.2), soit très supérieur à 1 (cf. équation 4.17).
Dans notre cas, pour que N soit plus grand que 100 (cf. équation 4.17), il faut que le
rayon des miroirs soit plus grand que 7,1 mm.
4.2.2 Montage expérimental
4.2.2.1 Miroirs et hublots
Pour éviter les (rétro)réflexions de l’onde au passage des hublots, on utilise des fenêtres
à incidence de Brewster en suprasil1 (CVI BW-25.0-2.0-SS). En sortie du Ti:Sa, le faisceau
a une polarisation rectiligne, une lame demi-onde a été placée en amont pour donner au
plan de polarisation la bonne orientation.
Les deux miroirs (Altechna, ALMI 83097 01 27UV, plan-concave) de 12,7 mm de dia-
mètre (N ' 80, pertes par diffraction faibles), ont un rayon de courbure de 2 m et un
coefficient de réflectivité de 0,97. La bande spectrale de ces miroirs est large (730-930 nm).
Les caractéristiques de notre cavité sont résumées sur la figure 4.6.
4.2.2.2 L’asservissement de la cavité sur le laser
Avant d’entrer dans la cavité, l’onde laser, initialement polarisée rectilignement, passe
par une lame demi-onde de manière à pouvoir changer l’orientation du plan de polarisation.
Pour asservir notre cavité, nous utilisons la méthode de Hänsch-Couillaud [HC80, Val07]
qui repose sur l’analyse ellipsométrique de la polarisation de l’onde en réflexion de la cavité
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Figure 4.6 – Schéma de la cavité linéaire concave-concave. On a représenté la lentille de couplage
indispensable pour adapter le mode du faisceau laser sur la cavité.
optique (cf. figure 4.7).
Figure 4.7 – Schéma de principe de l’asservissement Hänsch-Couillaud. Le laser émet une onde
polarisée rectilignement dont l’orientation peut être modifiée avec la lame demi-onde. Dans la
cavité, les fenêtres sont à incidence de Brewster, seule la polarisation horizontale ne subit pas
de pertes. L’onde en réflexion du miroir d’entrée de la cavité Fabry-Perot est constituée d’une
partie de l’onde incidente directement réfléchie sur le miroir d’entrée, et de l’onde en réflexion de
la cavité optique. Cette onde est ensuite analysée par ellipsométrie (lame quart d’onde plus cube
polariseur).
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L’onde en réflexion de la cavité est constituée d’une partie de l’onde incidente immé-
diatement réfléchie sur le miroir d’entrée de la cavité et de l’onde en réflexion sortant de
la cavité. Si le plan de polarisation de l’onde laser, après son passage au travers de la lame
demi-onde, est différent du plan d’incidence de l’onde au niveau des hublots alors les deux
ondes en réflexion ont une polarisation rectiligne différente.
À un instant donné, la différence de phase entre ces deux ondes est quelconque, l’onde
en réflexion est donc elliptique. L’analyseur, qui génère le signal d’erreur est constitué
d’une lame quart d’onde, d’un cube polariseur et de deux photodiodes (cf. figure 4.7).
L’axe rapide de la lame quart d’onde possède une angle de 45° par rapport à l’axe optique
du cube polariseur. Les deux ondes transmises par le cube possèdent a priori des intensités
différentes. À résonance, l’onde en réflexion issue de la cavité est en phase avec l’onde
incidente. Les intensités des deux ondes sont alors identiques, ce qui marque la résonance
entre le laser et la cavité.
La différence des intensités des deux ondes permet de générer un signal d’erreur (cf.
figure 4.8).
Ce signal est amplifié et envoyé sur une cale piézoélectrique (Piezomechanick GmbH,
HPSt 150/14-10/12 VS 22, 150 V, fréquence de résonance à 20 kHz) maximum pour un
déplacement de 12 µm soit le balayage d’environ 28 ISL) pour rétroaction et asservissement
de la cavité sur le laser.
4.2.3 Photodétachement d’ions O− en cavité Fabry-Perot linéaire
concave-concave
L’alignement optimisé de la cavité permet d’atteindre une finesse de 80 avec une lon-
gueur d’onde de 830 nm. On peut voir la présence de modes de cavité d’ordre supérieur
(cf. figure 4.8).
La présence de ces modes influe sur la puissance intracavité et donc sur la puissance
transmise (qui est mesurable). À résonance, la puissance transmise devrait égaler la puis-
sance incidente (en théorie avec un alignement parfait). On mesure que 60 % de la puissance
est correctement couplée au résonateur.
Accroissement du taux de neutres produits On mesure le nombre de neutres pro-
duits avec ou sans la cavité optique. Le signal pour un aller-retour après soustraction du
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Figure 4.8 – Courbe expérimentale représentant l’intensité en transmission du Fabry-Perot
(courbe noire) et le signal d’erreur Hänsch-Couillaud correspondant, en fonction de la position
de la cale piézoélectrique (en u.a.). L’ISL entre les modes TEM00q−1 et TEM00q et les modes
TEM00q et TEM00q+1 n’est pas le même en raison de la présence d’une légère non-linéarité du
balayage de la longueur de la cavité. On remarque la présence de doublets au niveau des modes
TEM10q et TEM11q. C’est la signature de modes transversaux d’ordre plus élevé. Ils sont, en effet,
séparés d’un peu plus d’un tiers d’ISL ce qui mène à des quasi-dégénérescences accidentelles (cf.
figure 4.5). Ici, le rapport de l’ISL (séparation entre deux modes longitudinaux) par la largeur à
mi-hauteur des résonances donne une finesse de 103.
fond de neutres produits par collision s’élève à 800 en unités arbitraires pour une puissance
laser de 1 W à 830 nm. En cavité, le signal grimpe à 14300, ce qui correspond à un gain
de 18 (9 aller-retours) sur le signal. La présence d’interférences intracavité ne joue aucun
rôle ici car on se situe en régime linéaire de production de neutres, loin de la saturation
(cf. chapitre 3).
La surtension, d’après la relation 4.12, devrait être de 25 (à comparer à la valeur de 18
mesurée). Nous expliquons cela par la présence de modes d’ordre supérieur due à un ali-
gnement imparfait. La puissance couplée au résonateur qui participe au photodétachement
est d’environ 1825 ' 70 %.
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4.3 Dimensionnement de la cavité en anneau pour le
photodétachement quasi-total d’un jet de H−
Pour réaliser le photodétachement quasi-total, il faut que l’ensemble des ions soient
éclairés. Pour éviter la formation d’une onde stationnaire, on choisit la géométrie annu-
laire avec un nombre de trois miroirs (le minimum possible) pour minimiser les pertes
(réflectivité finie des miroirs, diffusion, absorption, diffraction etc.).
L’onde doit être refocalisée à chaque tour pour assurer la stabilité de la cavité. Mais
l’onde n’arrive pas à incidence normale sur les miroirs, ce qui peut générer de l’astigma-
tisme. Pour limiter ce phénomène, l’angle θ entre l’axe de symétrie du miroir sphérique et
l’axe passant par les centres géométriques des miroirs sphérique et plan doit être le plus
petit possible (cf. figure 4.9). Pour réduire autant que faire se peut l’astigmatisme, il faut
utiliser un miroir asphérique.
4.3.1 Choix de la longueur d’onde
Il s’agit, pour maximiser la probabilité de photodétachement, de choisir une lon-
gueur d’onde excitatrice qui maximise la section efficace. D’après les mesures de Smith
et Burch [SB59], le maximum de la section efficace de photodétachement de H− est relati-
vement plat et se situe entre 700 et 1000 nm (cf. figure 1.6 du chapitre 1). On fixe, pour
notre étude de faisabilité, la longueur d’onde à 1064 nm car il existe dans le commerce des
lasers puissants (à commencer par les lasers Nd:YAG) à cette longueur d’onde (quelques
dizaines de watts continu).
4.3.2 Taille du waist
Si l’on veut faire du photodétachement presque total, il faut que le faisceau laser re-
couvre complètement le jet d’ions négatifs. Ce dernier ayant un diamètre d’environ 1 mm,
on peut fixer le waist du laser à 750 µm qui est plus grand que 500 µm pour limiter les
problèmes expérimentaux de recouvrement entre le jet d’ions et le faisceau laser
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Figure 4.9 – Schéma cavité en anneau à trois miroirs pour le photodétachement presque-total.
Le jet d’ions traverse, à proximité du miroir sphérique, le faisceau laser à deux reprises. Le waist
w0 se situe dans le plan de symétrie de la cavité. Les échelles ne sont pas respectées.
4.3.3 Puissance nécessaire pour saturer le photodétachement
L’expression donnant la puissance de saturation du photodétachement (à 63 %) a été
calculée par Chaibi et al. [CBC+09] :
PS =
hcvd
σλ
. (4.34)
Où v est la vitesse des ions, d est la taille du faisceau laser supposé égal au diamètre du
jet d’ions (modèle simplifié de faisceaux carrés).
Cette relation permet de calculer l’ordre de grandeur de la puissance nécessaire pour
atteindre la saturation. Dans notre expérience, le faisceau laser a un diamètre de 1,5 mm et
une vitesse de ∼ 4,8.105 m/s (énergie cinétique de 1,2 keV). La section efficace est d’environ
4.10−21 m2 à 1064 nm. On trouve que 34 kW de puissance lumineuse sont nécessaires pour
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photodétacher les ions à proportion de 63 %.
Cependant, la géométrie de notre cavité a été choisie de telle sorte que le jet d’ions
traverse deux fois le faisceau laser. La puissance nécessaire au photodétachement à 63 %
est donc réduite d’un facteur 2, à une valeur de 17 kW.
Calcul rigoureux La définition (usuelle) de la saturation utilisée par Chaibi et al. est
arbitraire. L’expression de la puissance de saturation déterminée est donc également arbi-
traire. L’application, en régime d’éclairement continu, du modèle développé dans le cha-
pitre 3, sous-section 3.2.2.2 permet de remonter à l’expression naturelle de la puissance de
saturation en faisceau gaussien. On trouve :
PS =
√
pi
2S
hcvw0
σλ
(4.35)
où S = e−γ est le paramètre de saturation avec γ la constante d’Euler-Mascheroni (cf.
sous-section 3.2.2.3).
Les dimensions du volume de saturation VS,c en régime continu peuvent être calculées
suivant la même méthode qu’en régime impulsionnel. On obtient :
VS,c = 2dvτyS =
√
2dvτw0
√
ln
(
P
PS
)
, (4.36)
où τ est la durée de l’éclairement, yS la demi-longueur selon la verticale (axe Oy, cf.
figure 3.2) du volume de saturation et P la puissance du faisceau laser.
Comme on peut le voir sur la figure 4.10, la taille (selon Oy) du volume de saturation
(deux fois yS) présente un maximum en fonction du waist w0 du faisceau. En faisant varier
la puissance du laser, on trouve que 30 kW sont nécessaires et suffisants pour saturer le
photodétachement sur l’ensemble de la zone occupée par le jet d’ions. Le photodétachement
entre dans le régime de saturation lorsque la probabilité dépasse 0,43854. . . Autrement
dit, avec 30 kW de puissance laser, le taux de neutralisation des ions est au minimum de
43,854. . . %. Les ions passant deux fois dans le faisceau, il suffit de stocker 15 kW intracavité
pour atteindre cet objectif. Sur la figure, on a également représenté la hauteur du volume
pour laquelle la probabilité de photodétachement dépasse 63 % (courbe rouge). Pour un
waist de 750 µm, cela correspond à 2yS ' 0,63 mm.
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Figure 4.10 – Évolution, pour une puissance laser de 30 kW, de 2yS , dimension selon Oy du
volume de saturation. En bleu, évolution du volume de saturation en fonction du waist du faisceau
laser. En rouge, évolution de la proportion du volume de saturation pour laquelle la probabilité
de photodétachement dépasse 63 % en fonction du waist du faisceau. Les deux courbes présentent
un maximum (maximum à ∼ 1,153 mm de waist pour la courbe bleue). Pour le calcul, on a fixé
la longueur d’onde à 1064 nm, la vitesse des ions H− à 479820 m/s (1,2 keV d’énergie cinétique)
et la section efficace à 4.10−21 m2. Pour les petits waists, c’est-à-dire pour les faisceaux dont la
longueur de Rayleigh devient petite devant la taille du jet d’ions, le modèle utilisé (a fortiori, les
courbes) n’est plus valable. Pour un calcul rigoureux, il faudrait prendre en compte les variations
de flux lumineux selon la direction de propagation du faisceau laser.
4.3.4 Choix du laser
Le laser Mephisto MOPA (Coherentr, anciennement chez Innolight GmbH) présente
une grande stabilité 1 kHz sur 100 ms. Il doit sa stabilité au fait que le milieu amplificateur
et le résonateur sont constitués du seul cristal de Nd:YAG (monolithic Non-Planar Ring
Oscillator, NPRO [KB85]).
De plus, ce système peut fournir, selon le modèle, jusqu’à 55 W de puissance à 1064 nm
dans le mode fondamental gaussien (M2 < 1,3).
4.3.5 Géométrie du faisceau intracavité
Par raison de symétrie, on devine que le waist w0 du faisceau laser (cf. figure 4.9) se
situe à égales distances des deux miroirs plans. On peut modéliser la cavité optique comme
une cavité à deux miroirs, le premier (miroir 1) étant le miroir sphérique et le second
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(miroir 2), un miroir plan fictif situé au niveau du waist (le rayon de courbure du faisceau
laser est infini au waist).
Les équations 4.25 et 4.26 permettent de calculer la taille du faisceau au niveau des
miroirs (on a g2 =1 et w2 = w0 car le miroir 2 fictif est plan). On représente sur la figure 4.11
l’évolution de w0 et w1 en fonction de g1 = g > 0. À g fixé, un changement de la longueur
de la cavité se traduit par une translation verticale des courbes.
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Figure 4.11 – Waist du faisceau en fonction du paramètre g (courbe bleue) qui correspond
aussi à son rayon au niveau du miroir plan fictif. Rayon du faisceau au niveau du miroir sphérique
(courbe verte). Ces courbes ont été tracées pour une demi-longueur de cavité de 0,5 m et à une
longueur d’onde de 1064 nm.
Il faut choisir g pas trop proche de la zone d’instabilité (pas trop proche de 1) mais
assez grand pour que la longueur de Rayleigh soit grande devant le diamètre du jet d’ions.
Il est préférable d’éviter les refocalisations trop brusques pour limiter le flux de lumière au
niveau des miroirs plans.
4.3.6 Longueur de la cavité
D’après la définition de l’ISL 4.5 et de la finesse 4.7, la demi-longueur de la cavité peut
s’écrire :
L = c2FΓ . (4.37)
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Les pertes intracavité étant faibles, la finesse s’exprime simplement en fonction du
facteur de surtension (cf. équation 4.12) :
L = c2piASΓ . (4.38)
D’après cette équation, la longueur de la cavité est fixée par le facteur de surtension et
par la largeur spectrale des modes de la cavité.
Si l’on injecte dans la cavité une puissance de 10 W, pour avoir la puissance intracavité
de 15 kW souhaitée, il faut que le facteur de surtension soit de 1500.
La stabilité en fréquence du laser Mephisto MOPA (cf. sous-section 4.3.4) est de 1 kHz
sur 100 ms. Il faut donc que le mode de la cavité soit au moins aussi large que 1 kHz.
En prenant AS = 1500 et Γ = 1 kHz, la demi-longueur de la cavité est de ∼ 32 m
pour satisfaire ces deux critères. Cette longueur constitue, pour l’expérience envisagée, un
majorant confortable. On choisit une demi-longueur de 0,5 m en fixant la largeur des modes
à ∼ 64 kHz.
4.3.7 Taille du waist : rayon de courbure du miroir sphérique
Pour assurer un bon recouvrement entre le faisceau laser et le jet d’ions, on a fixé le
waist du faisceau laser à 750 µm (cf. sous-section 4.3.2).
D’après la figure 4.11, un g de 0,9, pas trop près de la zone d’instabilité, satisfait la
contrainte sur la taille du waist. Ce choix correspond à un rayon de courbure Rc de 5 m.
L’évolution, sur un tour de cavité, du waist w(z) et de l’inverse du rayon de courbure
1/Rc(z) du faisceau laser peut être représenté (cf. figure 4.12). z est la position (distance
au plan de focalisation du faisceau laser où le waist est w0).
4.3.8 Tenue au flux des miroirs
Aux niveaux de puissance visés, les flux au niveau des miroirs peuvent devenir im-
portants. Dans la sous-section 4.3.3, on a évalué à 15 kW la puissance nécessaire pour
atteindre la saturation (à 63 %) avec un faisceau de 750 µm de rayon au niveau du jet
d’ions. Dans ces conditions le flux au niveau des miroirs plans s’élève à ∼ 2,9 MW/cm2, et
à ∼ 2,7 MW/cm2 au niveau du miroir sphérique.
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Figure 4.12 – À gauche, évolution du waist du faisceau laser durant sa propagation intracavité.
À droite, évolution de l’inverse du rayon de courbure du faisceau. Le waist w0 se situe au niveau
de la singularité (Rc → +∞).
4.3.9 Taille des miroirs et diffraction
Outre la tenue au flux, il faut aussi soigneusement dimensionner les miroirs pour limiter
les pertes par diffraction (cf. sous-section 4.1.4.2).
L’angle sous lequel un miroir se voit au travers de la cavité doit être très grand devant
l’angle de diffraction θd. Autrement dit, il faut que le nombre de Fresnel soit grand devant
1. Le rayon a des miroirs doit être plus grand que a =
√
Lλ = 0,73 mm (∼ 1,5 cm de
diamètre). Pour un miroir d’un pouce, le nombre de maxima qui restent confinés est de plus
de 300, les pertes par diffraction sont complètement négligeables. On choisit ce diamètre
pour les miroirs de la cavité.
4.3.10 Surtension et finesse : réflectivité des miroirs
Pour maximiser la puissance stockée, on se place dans le cas d’une cavité symétrique
pour laquelle les miroirs ont tous le même coefficient de réflectivité (cf. équation 4.11).
La surtension est, par définition, le rapport de la puissance stockée sur la puissance
incidente. Si le faisceau incident à une puissance de 10 W et que la puissance intracavité
est de 15 kW alors la surtension est de 1500.
Dans le cas où les pertes sont faibles et que la réflectivité des miroirs est proche de
l’unité, il existe une relation simple entre la surtension et la finesse (cf. équation 4.12). La
finesse F de la cavité doit être de ∼ 4700 pour un coefficient de surtension de 1500.
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Cette valeur de la finesse permet de remonter au coefficient de réflectivité R des miroirs
(cf. équation 4.7). On trouve F = pi
√
R
1−R ' 2850 avec R = 0, 99935.
Finesse et surtension avec des pertes Si maintenant on suppose que les pertes
s’élèvent à 0,1 % (par exemple) que l’on traduit par un coefficient de transmission
T = 0, 999, on trouve F = 2000 (cf. équation 4.18). La finesse est limitée par les
pertes, avec R = 1 la finesse plafonne à environ 3100.
Les pertes utiles dues au photodétachement des ions, pour une puissance laser injectée
de 10 W (soit ∼ 5,4.1019 photons/s) et un courant d’ions de 1 nA (soit ∼ 6,3.109 ions/s),
s’élèvent, même dans l’hypothèse du photodétachement presque total, à une fraction infime
de ∼ 10−8 % de photons absorbés.
Avec des pertes de 0,1 % et des coefficients de réflectivité de 0,9999, la surtension (cf.
équation 4.16) n’est que de ∼ 80. La puissance pouvant être stockée est extrêmement
sensible aux pertes. Il faut donc s’appliquer à les réduire autant que possible.
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Photodétachement en champ
magnétique : résonances de Landau
L’obtention de faisceaux lasers puissants est nécessaire à la photoneutralisation quasi-
totale de faisceaux d’ions négatifs. Cependant, la construction d’une grande cavité stable
à l’échelle de DEMO est un grand défi technologique et scientifique. Il est donc légitime de
s’interroger sur la possibilité de jouer sur un autre paramètre pour réduire les contraintes
technologiques concernant la cavité Fabry-Perot ou le laser. Une piste existe et elle est à
trouver dans le comportement, en fonction de l’énergie du photon, de la section efficace de
photodétachement en champ magnétique. En effet, la théorie prédit l’existence d’une suite
infinie de résonances divergentes dans le profil de section efficace. Résoudre ces résonances
et s’asservir sur l’une d’entre elles permettrait d’augmenter considérablement la probabilité
de photodétachement à un flux donné.
5.1 Trajectoire d’une particule chargée dans un
champ magnétique
5.1.1 Trajectoire classique
On considère une particule chargée de charge q et de masse m se déplaçant dans un
champ magnétique uniforme et stationnaire B = B ez. On repère cette particule par les
coordonnées en position r = (x, y, z) et en vitesse v = (x˙, y˙, z˙). Les conditions initiales
étant notées r0 = (x0, y0, z0) et v0 = (x˙0, y˙0, z˙0).
171
Chapitre 5 : Photodétachement en champ magnétique : résonances de Landau
Cette particule peut être décrite par le lagrangien L(x,v) 1 :
L(r,v) = 12mv
2 + qv.A(r) (5.1)
A(r) représente le potentiel vecteur associé au champ magnétique B :
B = −→rot A(r). (5.2)
La fonction de Hamilton H(r,p) qui représente l’énergie totale de la particule est,
par définition, la transformée de Legendre du lagrangien des vitesses généralisées vers les
moments conjugués de la position p = (px,py,pz). Ces derniers sont définis par la relation
p = ∇vL(r,v) = mv + qA(r). On trouve alors :
H(r,p) = (p− qA(r))
2
2m . (5.3)
Le potentiel vecteur A(r) n’est défini que par la contrainte qu’il produise le champ phy-
sique B (cf. équation 5.2), ce qui laisse une certaine liberté dans le choix de A, qu’on peut
fixer via différentes jauges. Les résultats physiques doivent bien sûr conserver l’invariance
de jauge. A n’est défini qu’au gradient d’une fonction quelconque près. En effet, le rota-
tionnel étant un opérateur linéaire on a, d’après l’équation 5.2, pour un potentiel vecteur
A′ défini par A′(r) = A(r) + ~grad f :
B = −→rot A′(r) = −→rot(A(r) +−−→grad f) = −→rot A(r) +−→rot(−−→grad f) = −→rot A(r). (5.4)
Dans notre cas, la constance du champ magnétique impose certaines restrictions dans
le choix de la jauge. Il est commode pour l’étude qui nous intéresse de choisir :
A(r) = −12r×B. (5.5)
Dans cette jauge, le hamiltonien s’écrit :
1. Le choix du lagrangien n’est pas unique. Du fait de la structure des équations de Lagrange :
d
dt
(
∂L(Q,Q˙)
∂Q˙
)
= ∂L(Q,Q˙)∂Q , où Q et Q˙ sont les positions et vitesses généralisées, le lagrangien est défini
à une constante additive c et multiplicative c′ près (L′ = c′ L + c). De plus, il existe un nombre infini
de lagrangiens équivalents qui ne diffèrent les uns des autres que par la dérivée temporelle d’une fonction
f(Q, t). Ainsi, le lagrangien L′ = L+ df(Q,t)dt est équivalent au lagrangien L.
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H(x, px, y, py, z, pz) = (px +
qB
2 y)
2
2m +
(py − qB2 x)2
2m +
p2z
2m. (5.6)
On remarque immédiatement que la coordonnée z est cyclique (c’est-à-dire que H ne
dépend pas de z), ce qui impose d’après les équations de Hamilton :
q˙i =
∂H
∂pi
= {qi,H}, (5.7)
p˙i = −∂H
∂qi
= {pi,H}, (5.8)
∂H
∂t
= −∂L
∂t
= 0. (5.9)
que pz est une constante du mouvement (équation 5.7).
On a posé qi = {x, y, z} et pi = {px, py, pz}, la troisième équation est, dans le cas
présent, identiquement nulle car le hamiltonien ne dépend pas explicitement du temps.
De manière générale, si le crochet de Poisson {f,H} 2 entre une fonction f(r,v) qui ne
dépend pas explicitement du temps, et le hamiltonien H est identiquement nul, alors la
fonction f(r,v) est une constante du mouvement.
Le hamiltonien 5.6 peut être écrit comme la somme de deux hamiltoniens découplés :
H(x, px, y, py, z, pz) = H⊥(x, px, y, py) +H‖(pz), (5.10)
où H⊥(x, px, y, py) = (px+
qB
2 y)
2
2m +
(py− qB2 x)2
2m et H‖(pz) = p
2
z
2m .
Le fait que le hamiltonien (somme de deux hamiltoniens H⊥ et H‖) impose que les
échanges d’énergie entre le mouvement longitudinal et le mouvement transverse de la par-
ticule sont interdits. La trajectoire parallèle au champ est donc complètement découplée
du reste de la dynamique. Le système étant isolé, les fonctions H⊥ et H‖ constituent des
constantes du mouvement 3.
En particulier, le crochet de Poisson faisant intervenir la fonction moment cinétique Lz
selon l’axe z révèle que celui-ci est une constante du mouvement 4.
2. {f,H} = ∑i ∂f∂qi ∂H∂pi − ∂f∂pi ∂H∂qi , où qi et pi sont les position et impulsion généralisées du degré de
liberté i.
3. On peut montrer que l’on a {H‖,H} = 0 et donc que {H⊥,H} = {H−H‖,H} = {H,H}−{H‖,H} =
0 (le crochet de Poisson est antisymétrique)
4. L’interprétation physique de la constance de Lz n’est pas évidente puisque la valeur du crochet de
173
Chapitre 5 : Photodétachement en champ magnétique : résonances de Landau
Les équations de Hamilton donnent accès aux équations du mouvement de la particule :
˜˙V = iωcV˜ , (5.11)
z¨ = 0. (5.12)
On a posé V˜ = x˙+ iy˙ et ωc = −qBm la pulsation cyclotron.
On trouve après intégration et retour dans l’espace réel :
x(t) = x0 +
v⊥0
ωc
cos(ωct + α),
y(t) = y0 +
v⊥0
ωc
sin(ωct + α),
z(t) = z0 + z˙0t.
où x0, y0, z0, z˙0, α et v⊥0 =
√
x˙20 + y˙20 où on a posé x˙0 = −v⊥0 sinα et y˙0 = v⊥0 cosα, sont
des paramètres qui dépendent des conditions initiales. Les coordonnées (x(t), y(t), z(t))
sont celles de la particule à l’instant t.
La solution selon l’axe z est une trajectoire de vitesse uniforme z˙0 et est complètement
découplée du reste de la dynamique. Transversalement au champ, la particule suit un
mouvement circulaire de rayon R = v⊥0
ωc
dont le centre se situe sur l’axe O’z (cf. figure 5.1).
La trajectoire complète est une hélice s’enroulant autour des lignes de champ magnétique
(voir figure 5.1).
On peut réexprimer les coordonnées (x0, y0) :
Poisson dépend de la jauge choisie au départ. Si l’on avait imposé A = xBey (jauge de Landau), on
trouverait que {Lz,H} = qBm (xpx − ypy) + q
2B2
m xy 6= 0. La symétrie cylindrique autour de Oz, inscrite
dans le hamiltonien 5.6, n’est pas conservée par changement de jauge (le hamiltonien n’est pas invariant de
jauge). En revanche, on montrerait que py est une constante du mouvement. Le problème deviendrait alors
invariant par translation selon Oy. Le nombre de symétries est naturellement conservé par changement de
jauge.
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x0 = x(t)− y˙(t)
ωc
, (5.13)
y0 = y(t) +
x˙(t)
ωc
. (5.14)
(5.15)
On en déduit l’équation cartésienne associée aux coordonnées (x(t),y(t)) correspondant
à la projection de la position de la particule sur le plan Oxy :
(x(t)− x0)2 + (y(t)− y0)2 = v
2
0⊥
ω2c
= v
2
⊥
ω2c
= 2H⊥
mω2c
= R2. (5.16)
où H⊥ = 12mv2⊥ et v⊥ =
√
x˙2 + y˙2 sont respectivement l’énergie cinétique et la vitesse
transverses de la particule. Le carré du rayon de la trajectoire R2 = 2mH⊥
q2B2 est donc propor-
tionnel à l’énergie H⊥ de la particule. On a montré que H⊥, en raison des caractéristiques
du problème, est une constante du mouvement. R est donc constant et peut prendre toutes
les valeurs réelles positives. 5
Il est intéressant de remarquer que la partie transverse du hamiltonien 5.6 peut se
réécrire de manière à faire apparaître l’énergie associée à une particule chargée qui se meut
dans un potentiel harmonique à deux dimensions en présence d’un champ magnétique (à
l’ordre 1) : 6
H⊥ =
p2x + p2y
2m +
1
2mω
2
L(x2 + y2)− µB,
=
p2x + p2y
2m +
1
2mω
2
L(x2 + y2) + ωLLz,
où l’on a posé ωL = −qB2m =
ωc
2 la pulsation de Larmor et µ =
q
2mLz le moment magnétique
orbital de la particule, Lz étant une constante du mouvement.
5. L’aire S = piR2 est aussi proportionnelle à l’énergie. On peut donc relier le flux du champ magnétique
à travers cette surface Φ = BpiR2 à l’énergie transverse H⊥ de la particule : Φ = 2piqωcH⊥.
6. La forme du hamiltonien transverse dépend de la jauge choisie. Ainsi, en jauge de Landau A =
xBey, le hamiltonien s’écrit : H⊥ = p
2
x
2m +
1
2mω
2
cx
2 − qEx + p
2
y
2m , où l’on a posé E = pyBm . Ici, py est une
constante du mouvement (y est cyclique). Dans cette jauge, tout se passe comme si l’on avait un oscillateur
harmonique chargé à une dimension oscillant au sein d’un champ électrique homogène et stationnaire
d’intensité E orienté selon l’axe x, et libre selon l’axe y. Les deux décompositions du hamiltonien ne sont
pas contradictoires et conduisent aux mêmes conclusions physiques.
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Figure 5.1 – Trajectoire hélicoïdale que suit un électron en mouvement dans un champ magné-
tique. Les coordonnées (x0, y0) correspondent à celles du centre O’ de la trajectoire à l’instant
initial.
5.1.2 Point de vue quantique
En mécanique quantique, les opérateurs R = (X, Y, Z) et P = (Px, Py, Pz) associés
aux variables canoniquement conjuguées de la position r = (x, y, z) et de l’impulsion
p = (px, py, pz) de la particule en mécanique classique suivent les règles de commutation
canoniques :
[Ri, Rj] = 0, (5.17)
[Pi, Pj] = 0, (5.18)
[Ri, Pj] = i~δij, (5.19)
avec i, j = x, y, z.
La quantification du hamiltonien classique de la particule chargée s’opère en remplaçant
les variables par leurs opérateurs associés (qui obéissent aux relations 5.17) et en conservant
la symétrie de chacun des termes. L’application de ces règles au hamiltonien 5.10 donne
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simplement : 7
H =
P 2x + P 2y
2m +
1
2mω
2
L(X2 + Y 2) + ωLLz +
P 2z
2m (5.20)
= H⊥(X,Px, Y, Py) +H‖(Z, Pz). (5.21)
L’électron possède en mécanique quantique un moment cinétique intrinsèque de spin
auquel on associe l’opérateur S. Celui-ci est soumis aux règles de commutation des moments
cinétiques. Lui est associé un moment magnétique µs = ge q2mS (ge ' 2) qui, en interagissant
avec le champ magnétique est à l’origine d’un terme supplémentaire dans le hamiltonien :
H =
P 2x + P 2y
2m +
1
2mω
2
L(X2 + Y 2) + ωLLz +
P 2z
2m + geωLSz. (5.22)
Sz est la projection de l’opérateur S sur l’axe Oz et ge ' 2 le facteur de Landé de l’électron.
Le terme de spin a pour effet de modifier les échelles d’énergie.
L’expression du hamiltonien parallèle implique que la particule est libre selon Oz. Les
valeurs propres de H‖ (constantes ; par symétrie, deux fois dégénérées) sont donc de la
forme :
E‖ =
p2z
2m (5.23)
Le hamiltonien H⊥ a la forme du hamiltonien bien connue d’un oscillateur harmonique à
deux dimensions. Le modèle de Bohr-Sommerfeld avait déjà mis en lumière qu’une particule
contrainte à suivre une trajectoire périodique doit la boucler en un nombre entier de sa
longueur d’onde (onde stationnaire, conditions aux limites périodiques). 8 Cette hypothèse
entraîne la quantification des trajectoires possibles suivies par la particule et par suite la
quantification de l’énergie associée à ce mouvement (niveaux de Landau). On s’attend à
7. En jauge de Landau A = xBey, le hamiltonien transverse quantifié prend la forme H⊥ = P
2
x
2m +
1
2mω
2
cX
2 − qEX + P
2
y
2m avec E = pyBm . Il peut aussi s’écrire sous la forme d’un potentiel d’oscillateur
harmonique décentré H⊥ = P
2
x
2m +
1
2mωc(X − PyqB )2. Ici aussi Py est une constante du mouvement puisque
Y est absent. Le décentrage est donc constant.
8. La quantification se produit pour toutes particules dont le mouvement est confiné (lié). Plus exacte-
ment, selon ce modèle c’est l’action réduite
∮
~p.d~l qui est quantifiée et égale à un nombre entier de quanta
h.
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retrouver, dans la solution du problème aux valeurs propres de H⊥, cette quantification de
la trajectoire de la particule, en particulier son énergie et son moment cinétique et donc
son rayon.
5.1.2.1 Niveaux de Landau
La résolution de l’équation aux valeurs propres du hamiltonien a déjà été maintes fois
décrite dans la littérature (cf., par exemple, compléments DVI et EVI du Livre [CTDL73b]).
La résolution classique du problème de l’oscillateur harmonique fait intervenir les opé-
rateurs de création et d’annihilation a† = 1√2(Xˆ − iPˆ ) et a = 1√2(Xˆ + iPˆ ) d’un quantum
d’énergie avec Xˆ =
√
mω
~ X et Pˆ =
1√
m~ωP adimensionnés, et le nombre de particules
N = a†a, de valeurs propres n ∈ N. Dans le problème particulier de l’oscillateur harmo-
nique à deux dimensions (dont le hamiltonien apparaît dans l’expression de H⊥), on peut
définir les opérateurs création et annihilation d’un quantum circulaire :
ad =
1√
2
(ax − iay), (5.24)
ag =
1√
2
(ax + iay). (5.25)
Les indices "d" et "g" signifient droit (direct) et gauche. On définit aussi les opérateurs
nombres de quanta circulaires droits Nd = a†dad et circulaires gauches Ng = a†gag, de
valeurs propres nd et ng ∈ N.
Ceci nous permet de réécrire les opérateurs Lz moment cinétique selon Oz 9, et le
hamiltonien de l’oscillateur harmonique à deux dimensions Hxy : 10
Hxy = ~ω(Nd +Ng + 1), (5.26)
Lz = ~(Nd −Ng). (5.27)
9. Notre problème est à symétrie cylindrique autour de Oz, Lz commute donc avec H (l’opérateur
rotation autour de Oz est seulement fonction de Lz). Lz commute avec H‖ car il n’agit que dans le plan
Oxy, par suite, [Lz, H⊥] = 0. Lz est donc conservé comme en mécanique classique (en jauge symétrique,
cf. note 4).
10. Valables dans le cas d’une particule de charge négative. Si la particule est positive, il faut remplacer
dans les expressions Nd par Ng et vice versa.
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Ces relations montrent que l’addition ou le retranchement d’un quantum circulaire
droit (ou gauche) mène, pour l’oscillateur harmonique à deux dimensions, à l’accroissement
ou la diminution de l’énergie de la particule d’un quantum d’énergie. De plus, l’ajout
d’un quantum circulaire droit (respectivement gauche) apporte (enlève) un quantum ~ de
moment cinétique à la particule en rotation autour de Oz dans le sens direct (rétrograde).
Une particule de charge négative orbite autour des lignes de champ dans le sens direct. Les
valeurs propres de Lz et Hxy sont positives ou nulles.
À partir de ces relations, on peut réécrire le hamiltonien H⊥(X,Px, Y, Py) de notre
particule (chargée négativement), et son moment cinétique selon Oz :
H⊥(X,Px, Y, Py) = ~ωc(Nd +
1
2) + geωLSz. (5.28)
Lz = ~(Nd −Ng). (5.29)
L’opérateur de spin Sz n’agit pas dans le même espace que Hxy et Lz 11. Les valeurs
propres de ce hamiltonien ont la forme de celles d’un oscillateur harmonique à une dimen-
sion avec un terme de spin indépendant en plus :
E⊥ = ~ωc(nd +
1
2) +
~ωc
2 geme. (5.30)
Où ~me = ±~2 sont les valeurs propres de l’opérateur Sz.
Les niveaux correspondants aux énergies E = ~ωc(nd + 12) +
~ωc
2 geme +
p2z
2m sont les
niveaux de Landau. On remarque immédiatement que tous les niveaux sont infiniment
dégénérés du fait de l’indépendance de E⊥ par rapport à ng contrairement au cas de
l’oscillateur harmonique. L’origine de cette différence provient du fait que la particule
explore un espace à deux dimensions et est soumise à l’action d’un potentiel vecteur et non
un potentiel scalaire harmonique. 12
L’effet du spin est de décomposer la série de résonances en deux séries dont les seuils
11. Les commutateurs [Sz, Hxy] et [Sz, Lz] sont nuls.
12. En jauge de Landau, Py est une constante du mouvement et le hamiltonien prend la forme de
celui d’un oscillateur harmonique à une dimension chargé et plongé dans un champ électrique uniforme.
L’effet du champ électrique n’est que de décaler le potentiel d’une valeur constante sans le déformer.
En conséquence, les énergies propres étant indépendantes de la valeur du décalage, elles sont égales à
E⊥ = ~ωc(n + 12 ) +
~ωc
2 geme. py n’intervenant pas dans l’expression de l’énergie, on en déduit que les
niveaux sont infiniment dégénérés. On constate donc bien que les conclusions physiques sont les mêmes
quelle que soit la jauge considérée.
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(nd = 0) sont séparés d’une énergie égale à ~ωc2 ge ' ~ωc (cf. figure 5.2).
ћωc
0
me = +1/2 me = -1/2
1
2
3
nd = 0
nd = 0 nd = 1
nd = 2nd = 1
nd = 2 nd = 3
Figure 5.2 – Schéma d’énergie des deux séries de résonances de Landau. Chaque série est
associée à une valeur propre du terme de spin du hamiltonien 5.28. On a considéré, pour simplifier,
que ge = 2.
Les résonances d’une même série étant elles-mêmes espacées d’un facteur ~ωc, les deux
séries se trouvent être quasi-dégénérées. On remarque, en particulier, que le niveau nd = 0
pour me = -12 possède une énergie négative (ge > 2), il est donc interdit.
On verra que, pour un seuil donné (de l’ion vers l’atome neutre, tous les nombres quan-
tiques étant les mêmes à l’exception de me qui peut prendre les valeurs ±12), la possibilité
de transition vers l’une ou l’autre des deux séries de résonances dépend de la polarisation
de la lumière excitatrice.
5.1.2.2 Quantification du flux magnétique
L’opérateur quantique associé au rayon carré moyen peut être obtenu par quantification
de l’expression classique (cf. équation 5.16) :
R¯2 = 2
mω2c
H⊥. (5.31)
Les états propres de R¯2 sont donc ceux de H⊥, les valeurs propres s’écrivent alors :
r2 = 2ρc0(nd +
1
2 +
geme
2 ), (5.32)
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avec ρc0 = ~mωc .
Comme en mécanique classique, le rayon carré moyen est proportionnel à l’énergie
transverse et est conservé car [H⊥, H] = 0. La différence essentielle vient du fait qu’il ne
peut prendre que certaines valeurs discrètes correspondant à l’ensemble infini des niveaux
de Landau. On retrouve le fait que le niveau associé aux valeurs propres nd = 0 et me = −12
est interdit car possède un rayon carré moyen négatif.
En multipliant l’équation 5.32 par le produit piB, on fait apparaître le flux magnétique
Φ = pir2B = h2e(2nd+geme+1)) qui traverse la surface engendrée par l’orbite cyclotronique
(vision classique) projetée sur le plan perpendiculaire au champ magnétique. On interprète
cette équation comme étant la quantification du flux magnétique, la quantité h2e correspond
au quantum de flux, e est la charge élémentaire.
On vérifie que les opérateurs X0 et Y0 associés aux coordonnées (x0, y0) sont aussi
des constantes du mouvement car commutent avec H. En revanche, ils forment un couple
d’opérateurs incompatibles, dont le commutateur est imaginaire pur, définissant une rela-
tion d’incertitude. Cela signifie que la connaissance exacte de la position du centre de la
trajectoire est inatteignable.
On peut définir l’opérateurD2 qui représente la distance carrée moyenne de la projection
du mouvement de la particule dans le plan Oxy (transverse au champ magnétique), par
rapport à l’axe Oz, par la relation D2 = X20 + Y 20 = 2~mωc (Ng +
1
2) (quantification des deux
paramètres classiques x0 et y0, cf. équations 5.13 et 5.14). Les valeurs propres d2 associées
s’écrivent :
d2 = 2ρc0(ng +
1
2). (5.33)
On remarque, d’après les équations 5.32 et 5.33, que les valeurs propres ng et nd peuvent
s’interpréter en termes de rayon carré moyen et de distance carrée moyenne de la particule
à l’axe Oz (axe qui intersecte la position initiale) respectivement.
L’absence de ng dans l’expression de l’énergie des niveaux de Landau (cf. équation 5.30)
traduit le fait que l’énergie ne dépend pas de la position de la particule dans le plan Oxy.
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5.2 Section efficace de photodétachement en champ
magnétique : résonances de Landau
Le confinement du mouvement transverse d’une particule plongée dans un champ ma-
gnétique (ici homogène orienté selon Oz) est à l’origine de la quantification de son énergie
cinétique transverse, et a fortiori du rayon cyclotronique de sa trajectoire (cf. section précé-
dent). Lors du photodétachement d’un ion négatif, l’électron est envoyé dans le continuum
avec un surplus d’énergie cinétique qui lui est fourni par le photon incident.
Dans notre analyse, il faudra tenir compte du fait que l’électron est éjecté dans le
continuum avec des caractéristiques qui dépendent de l’état dans lequel il était confiné au
sein de l’ion négatif (par exemple, son moment cinétique). Par ailleurs, en raison de la très
courte portée du potentiel d’interaction entre l’électron détaché et l’atome résiduel (en 1
r4 ),
on négligera l’interaction de l’électron avec l’atome résiduel.
5.2.1 Comportement de σ au niveau d’une résonance
Blumberg, Jopson et Larson [BJL78] furent les premiers à observer expérimentalement
des oscillations dans le profil de section efficace de photodétachement en présence d’un
champ magnétique extérieur. Ils étudièrent le comportement de la section efficace près du
seuil de la transition 2P3/2 →3P2 de l’ion S−. Leur expérience consistait à éclairer, avec
un laser accordable, des ions préalablement produits et confinés dans un piège de Penning
dans lequel régnait un champ magnétique d’intensité modulable entre 0,6 et 1,57 T. La
mesure du nombre total d’ions présents dans le piège avant et après le passage du laser
leur permit de remonter à la section efficace relative en fonction de l’énergie des photons
jusqu’à 4 cm−1 au-dessus du seuil. En outre, ils observèrent quelques différences qualita-
tives dans les profils suivant la polarisation de l’onde employée (pi ou σ). Ces différences
s’expliquent simplement par une modification du spectre des transitions Zeeman permises
selon la polarisation utilisée. Ils supposèrent que la quantification du mouvement transverse
des électrons détachés qui donne naissance à l’ensemble infini des niveaux de Landau est à
l’origine des résonances observées.
Quelques mois plus tard, Blumberg et al. [BIL79] publièrent un article dans lequel ils
présentèrent une théorie du photodétachement en champ magnétique dont une version un
peu simplifiée (ils ne prenaient pas en compte l’effet Stark motionnel dû au mouvement des
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ions au sein du champ magnétique) avait été utilisée dans l’article [BJL78] pour l’interpré-
tation des résultats. Dans la suite, nous détaillerons le raisonnement suivi par Blumberg
et al. pour aboutir à l’expression de la section efficace de photodétachement en champ
magnétique près d’un seuil.
La probabilité de photodétachement par unité de temps Pi→f entre un état lié de l’ion
négatif |φi〉 et un état du continuum |φf〉 est donnée par la règle d’or de Fermi (à l’ordre
1 de la perturbation) :
Pi→f =
2pi
~
|〈φf |W |φi〉|2ρf (Ef = Ei + ~ω) (5.34)
où W est l’opérateur associé à la perturbation (ici on considère une perturbation sinusoïdale
impliquant une énergie d’interaction entre le photon et l’ion : W = −E0.D cosωt avec D
l’opérateur moment dipolaire électrique et E0 l’amplitude du champ électrique de l’onde
excitatrice) et ρf (Ef ) est la densité d’états finals par unité d’énergie. La condition de
conservation de l’énergie Ef = Ei + ~ω doit être respectée.
Cette probabilité par unité de temps est reliée à la section efficace qui, par définition,
est le quotient de Pi→f par le flux de photons incidents Φ = 02
E20
~ωc (cf. section 1.2) :
σi→f () =
2
0c
~ω
E20
Pi→f . (5.35)
 est égal à l’énergie cinétique de l’électron éjecté.
On a vu dans la sous-section 1.2.1.3 qu’en l’absence de champ magnétique, la partie
radiale de la fonction d’onde du contiuum φf (r, ) est proportionnelle à la fonction de
Bessel sphérique d’ordre l, jl(
√
2m
~ r) qui admet au premier ordre en , le développement
asymptotique :
jl(xr) ∝ (xr)l ∝  l2 . (5.36)
Où l’on a posé x =
√
2m
~ et l le moment cinétique orbital de l’électron éjecté.
L’élément de transition 〈φi|W |φf ()〉 est donc également proportionnel à  l2 près du
seuil (à l’ordre le plus bas en ) :
〈φi|W |φf ()〉 ∝
∫
jl(
√
2m
~
r) Ylm(θ, φ)qrφi(r) d3r
∝ q l2
∫
Ylm(θ, φ)rlrφi(r) d3r ∝  l2 = (ω − ω0) l2 , (5.37)
183
Chapitre 5 : Photodétachement en champ magnétique : résonances de Landau
où Ylm(θ, φ) sont les harmoniques sphériques et ~ω0 correspond à l’énergie du seuil de
détachement.
En présence d’un champ magnétique dont l’intensité est suffisamment faible (rayon
cyclotronique grand devant le rayon de Bohr), on peut considérer que l’état final n’est pas
modifié dans la région de l’espace proche du noyau. Selon cette hypothèse, le recouvrement
des fonctions d’ondes initiale et finale est inchangé et on peut considérer que l’élément de
matrice de transition (cf. équation 5.37) est le même avec et sans champ magnétique.
Photodétachement vers un espace unidimensionnel Lors du photodétachement
d’un ion négatif en l’absence de champ extérieur, l’électron est éjecté dans un espace à
trois dimensions. On montre que dans ce cas la densité d’états finals ρf () = 1V
dN
d
est
proportionnelle à la racine carrée de l’énergie cinétique de l’électron (cf. section 1.2.1.4).
En présence d’un champ magnétique, l’électron voit la partie transverse de son mou-
vement confiné. Cette réduction des dimensions accessibles a pour conséquence la modifi-
cation, en fonction de l’énergie cinétique de l’électron, de la densité du continuum d’états
finals. La densité d’états se comporte comme si l’électron explorait un espace unidimen-
sionnel. On peut montrer que dans ce cas elle est inversement proportionnelle à la racine
carrée de l’énergie cinétique de l’électron (énergie qui est accumulée dans le degré de liberté
longitudinal) :
ρf () ∝ 1√
z
. (5.38)
Où l’on a posé z l’énergie cinétique longitudinale au champ.
L’amplitude de transition de l’électron vers le continuum est la somme des amplitudes
de transition vers des états de Landau différents nd dont l’énergie est inférieure à celle du
photon incident.
Si l’on procède au balayage de l’énergie des photons, à chaque fois que celle-ci coïncide
avec l’énergie d’un niveau de Landau, il s’ouvre une nouvelle voie dans laquelle l’énergie
longitudinale de l’électron part de zéro. L’énergie cinétique qui doit être placée dans le
degré de liberté longitudinal pour assurer la conservation de l’énergie, est d’autant plus
grande que la voie ouverte par laquelle transite l’électron a une énergie éloignée du photon
incident. La densité d’états associée à une voie nouvellement ouverte est donc infinie puis
décroît avec l’énergie longitudinale en accord avec l’équation 5.38.
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Divergence théorique de la section efficace L’expression de la section efficace 5.35
et les considérations précédentes concernant les éléments de matrice 〈φi|W |φf ()〉 et de la
densité d’états nous permettent d’écrire la section efficace de photodétachement partielle
pour une voie nd (niveau de Landau nd) particulière :
σnd() ∝
Φ∝︷︸︸︷
ω
|〈φi|W |φf ()〉|2∝︷ ︸︸ ︷
(ω − ω0)l
ρf ()∝︷ ︸︸ ︷
(ω − ωnd)−
1
2 . (5.39)
On a remplacé l’énergie cinétique longitudinale z de l’équation 5.38 par (ω− ωnd), où ωnd
correspond à la pulsation associée au seuil du niveau de Landau nd, ω0 est la pulsation liée
au seuil de détachement (niveau de Landau d’énergie la plus basse).
On remarque que la position d’une résonance de Landau dépend de l’intensité du champ
magnétique. En revanche, sa largeur n’en dépend pas (en pratique, la largeur est définie
arbitrairement).
La section efficace partielle σnd de transition pour la voie n est donc d’autant plus petite
que l’énergie du photon incident est éloigné de son seuil (cf. figure 5.3).
Cette relation n’est valable (du moins le terme représentant l’élément de matrice de
W ) que près du seuil de détachement (seuil du niveau de Landau nd = 0), c’est-à-dire
dans l’intervalle d’énergie où la loi de Wigner (cf. sous-section 1.2.1.3) est respectée (en
l’absence de champ magnétique).
La section efficace totale σi→f () est la somme des sections efficaces partielles des ni-
veaux de Landau accessibles (ceux dont l’énergie est inférieure à l’énergie du photon) :
σi→f () ∝ ω(ω − ω0)l
nd,max∑
nd=0
(ω − ωnd)−
1
2 [BIL79]. (5.40)
Où nd,max correspond à la voie, accessible avec un photon d’énergie ~ω, d’énergie la plus
élevée.
À l’ouverture de chaque voie (niveau de Landau), la densité d’états, représentée par le
terme situé dans la sommation, diverge. Ainsi, la section efficace qui lui est proportionnelle
diverge également aux énergies correspondant à l’ouverture de chaque nouvelle voie.
Le profil de la section efficace se présente donc sous la forme d’une série infinie de
résonances dont la période est exactement l’écart entre deux niveaux de Landau consécutifs
(cf. figure 5.3).
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Figure 5.3 – À gauche : section efficace partielle de photodétachement en champ magnétique
d’un électron vers un niveau de Landau nd particulier. À droite : en rouge, section efficace totale de
photodétachement sans champ magnétique en fonction de l’énergie des photons pour un moment
cinétique l nul. En bleu, même courbe mais en présence d’un champ magnétique de 0,1 T. On
observe une série de résonances régulièrement espacées. La contribution de chacune d’entre elle
s’additionne entraînant une augmentation globale de la section efficace avec l’énergie du photon.
On observe un déplacement du seuil d’une énergie égale à l’énergie séparant deux résonances
consécutives. Ce déplacement est visible pour les deux valeurs de spin de l’électron puisque la
transition vers le niveau nd = 0 avec me = −12 est interdite.
Si l’on diminue l’intensité du champ magnétique, nd,max devient très grand, on peut
approximer la somme comme une intégrale (limite continue) :
σi→f () ∝ ω(ω − ω0)l
∫ ω
ω0
(ω − ω′)− 12dω′ ∝ ω(ω − ω0)l+ 12 [BIL79]. (5.41)
On retrouve la loi de Wigner (cf. sous-section 1.2.1.3).
Interaction atome-électron : modification de la loi de seuil En l’absence de
champ magnétique, la section efficace est décrite par la loi de Wigner [Wig48] (cf. sous-
section 1.2.1.3, chapitre 1). La section efficace suit le comportement de la loi de Wigner
aussi longtemps qu’il n’existe pas de potentiel d’interaction qui décroît moins vite à grande
distance que le potentiel centrifuge (en 1
r2 ). L’interaction de l’électron avec l’atome résiduel
peut donc être négligée.
D’après Larson et Stoneman [LS85], contrairement à ce qui se passe à trois dimensions,
dans un espace uni(bi)dimensionnel, un puits de potentiel aussi peu attractif que l’on veut,
possède un état lié. La présence de cet état lié a des conséquences sur la loi de seuil qui
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décrit la section efficace.
Considérant un potentiel ponctuel pour décrire l’interaction atome-électron, Larson et
Stoneman ont pu déduire la nouvelle loi de seuil pour une onde s :
σ(k) ∝ 4k
κ2 + 4k2 . (5.42)
Où k correspond à la norme du vecteur d’onde de l’électron, κ est un paramètre qui est lié
à l’énergie b = −~2κ28m de l’état lié.
Ce résultat est à comparer au comportement obtenu dans les sections précédentes en
1
k
∝ 1√

. La profondeur du puits, estimée par Larson et Stoneman, de 1 MHz est largement
inférieure à la résolution expérimentale des expériences actuelles. La théorie de Blumberg
et al. [BIL79] constitue donc une excellente approximation.
5.2.2 Section efficace pour l’onde s
Le photodétachement d’un électron qui se trouve initialement dans un état de symétrie
p est envoyé vers un état de superposition s et d (transition dipolaire électrique). Au
voisinage du seuil, la promotion vers l’état d est très improbable en raison de la présence
de la barrière centrifuge (faible recouvrement entre la fonction d’onde initiale et finale).
Un électron détaché en une onde s possède un moment cinétique orbital nul. D’après
les résultats de la section 5.1.2, cela signifie que les nombres quantiques nd et ng sont égaux
(les valeurs propres de Lz sont telles que ~m = ~(nd − ng)). Or, on a vu que nd et ng sont
respectivement reliés au rayon carré moyen et à la distance carrée moyenne de la particule
à l’axe Oz. Dans une vision classique, ces états particuliers peuvent être interprétés comme
des orbites cyclotroniques intersectant l’origine.
Blumberg et al. [BJL78] se placèrent dans cette situation en choisissant de travailler avec
l’ion S−. Pour un moment cinétique l nul, l’équation 5.41 donne l’expression de la section
efficace de photodétachement en onde s en présence d’un champ magnétique extérieur
(dans l’intervalle d’énergie où la loi de Wigner est valide) :
σi→f () ∝ ω
nd,max∑
nd=0
(ω − ωnd)−
1
2 . (5.43)
187
Chapitre 5 : Photodétachement en champ magnétique : résonances de Landau
5.2.3 Théorie des orbites fermées
Du et Delos [DD87, DD88a] s’intéressèrent à une famille de trajectoires particulières
qui reviennent au point source appelées, de ce fait, "orbites fermées".
Ils démontrèrent que ces trajectoires sont à l’origine de termes oscillants dans l’expres-
sion de la densité d’états finals ρ(E) :
ρ(E) = ρ0(E) + ak(E) sin (
Wk(E)
~
+ ηk) [DD88a]. (5.44)
ρ0(E) est un terme lentement variable avec l’énergie, Wk(E) est l’action réduite associée à
la trajectoire k et ηk est un terme de phase supplémentaire qui est non-nul lorsqu’il existe
des points singuliers (focalisation) le long de la trajectoire.
La section efficace, qui est proportionnelle à ρ(E) (cf. équations 5.34 et 5.35) oscille en
conséquence.
Dans le cas particulier du photodétachement en champ magnétique, l’électron éjecté
orbite sur une trajectoire hélicoïdale. Près d’un nouveau seuil de détachement, il y a ouver-
ture d’une nouvelle voie dans laquelle l’énergie cinétique longitudinale part de zéro. Dans
le cas du photodétachement en onde s (cf. sous-section précédente), l’orbite de l’électron
détaché revient au point source. La densité d’états est donc maximale à l’ouverture d’un
nouveau seuil.
De plus, l’orbite est infiniment dégénérée puisque son centre se situe avec une distribu-
tion de probabilité uniforme sur un cercle dont le rayon est égal au rayon cyclotronique.
Le nombre de trajectoires qui intersectent le point source est infini et la densité d’états
diverge (la section efficace aussi puisqu’elle est proportionnelle à la densité d’états).
Lorsque l’énergie du photon excitateur augmente, l’énergie cinétique qui est distribuée
dans le degré de liberté longitudinal s’accroît. Les orbites ne croisent alors plus le point
source et la densité d’états décroît en conséquence (jusqu’à l’ouverture d’une nouvelle voie).
5.3 Levée de dégénérescence Zeeman
Jusqu’à présent, on considérait la structure énergétique comme composée d’un niveau
de départ (de l’ion négatif) et d’un niveau d’arrivée (de l’atome). En réalité, il y a une
structure Zeeman sous-jacente due à la présence du champ magnétique qu’il convient de
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prendre en compte.
5.3.1 Choix de l’ion O−
Les caractéristiques fondamentales des résonances de Landau ne dépendent a priori pas
de l’ion étudié.
Pour notre étude sur les résonances de Landau, il est commode d’utiliser des ions plus
lourds que H− (ou D− et T−). Ceci limite l’explosion du faisceau d’ions lors de son passage
au sein du champ magnétique et permet plus facilement à l’ensemble des neutres produits
d’atteindre le détecteur.
Notre regard s’est arrêté sur l’ion O− pour plusieurs raisons. Premièrement, cet ion est
facilement produit par notre source SNICS II (cf. chapitre 2, section 2.1). Deuxièmement,
cet ion et l’ion S−, dont la structure des niveaux est très similaire, ont déjà été étudiés
auparavant théoriquement et expérimentalement (surtout S−). Cela facilitera l’analyse des
résultats expérimentaux. Un ion plus lourd, donc plus lent, permet aussi de limiter les
pertes de résolution de l’expérience dues à l’effet Doppler (cf. sous-section 2.4.2) et à l’effet
Stark motionnel (cf. section 5.4).
5.3.2 Structure Zeeman
En l’absence de champ magnétique, le spectre de photodétachement de l’ion O− n’est
constitué que de peu de transitions (transitions entre les deux termes spectraux fondamen-
taux (cf. figure 5.4).
La transition la plus probable (2P3/2 → 3P2), notée 3, fait intervenir les niveaux fon-
damentaux de l’ion O− et de l’atome O. Cette supériorité s’explique en partie (il y a aussi
les poids des transitions qui interviennent) par le fait que, parmi l’ensemble des niveaux
du doublet 2P de O− et du triplet 3P de O, les niveaux 2P3/2 et 3P2 possèdent la dégé-
nérescence la plus élevée. De plus, à l’équilibre thermodynamique, le niveau fondamental
est toujours plus peuplé que les niveaux excités. Ceci influe sur le poids relatif du signal
expérimental.
Un inconvénient est que les neutres produits lors de la transition 2P3/2 → 3P2 sont
accompagnés des neutres produits au travers des deux autres transitions 1 et 2 (réduction
du rapport signal sur bruit).
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Figure 5.4 – À gauche, schéma des niveaux de O− et O (états fondamentaux avec leurs struc-
tures fines). Chacune des flèches représente une transition permise (numérotées par énergies crois-
santes, cf. figure de droite). À droite, courbe expérimentale représentant l’évolution du signal de
photodétachement de l’ion O− en fonction de l’énergie des photons excitateurs. On observe un
ressaut de la section efficace au passage de chaque nouveau seuil (figure extraite de la réfé-
rence [NLAL85]).
En présence d’un champ magnétique, la dégénérescence de l’ensemble des niveaux de
structure fine est entièrement levée (effet Zeeman). La supériorité, en terme de peuplement,
du niveau fondamental 2P3/2 le rend plus attractif pour étudier les résonances de Landau.
Du fait de la présence des transitions de plus basse énergie 2P1/2 → 3P2 et 2P1/2 → 3P1,
la structure de la section efficace est très complexe (superposition des multiples séries de
résonances de Landau associées à chacune des transitions Zeeman accessibles) 13.
Levée de dégénérescence Zeeman En champ magnétique faible, l’effet Zeeman est
linéaire en µBB (µB = e~2me ∼ 467 mk/T est le magnéton de Bohr). Le hamiltonien s’écrit,
à l’ordre 1 de la perturbation :
HZ = gJmJµBB. (5.45)
mJ est le nombre quantique magnétique du niveau d’énergie, gJ est le facteur de Landé
associé.
On obtient, pour l’oxygène, la structure énergétique donnée sur la figure 5.5.
13. On verra (cf. section 5.4.2) que la perte de résolution expérimentale, due aux inhomogénéités spatiales
du champ magnétique, est d’autant plus élevée que l’ordre nd de la résonance est grand. Au seuil de la
transition 2P3/2→ 3P2, les séries de résonances liées aux transitions de plus basse énergie sont partiellement
moyennées.
190
5.3 Levée de dégénérescence Zeeman
Figure 5.5 – Schéma des niveaux de O− et O en présence d’un champ magnétique. Chaque
niveau se scinde en un nombre de composantes Zeeman égal à sa dégénérescence.
Cette levée de dégénérescence est à l’origine d’une multiplication des transitions pos-
sibles. La probabilité de transition dépend fortement de la structure angulaire des niveaux
d’énergie de départ de l’ion O− et d’arrivée de O (recouvrement angulaire des fonctions
d’onde). Il s’agit de choisir la transition la plus probable pour résoudre au mieux les réso-
nances de Landau.
Poids statistiques des transitions et choix de la polarisation du laser Pour un
état donné, la structure angulaire des fonctions d’onde de O (respectivement O−) et S (res-
pectivement S−) est la même (ils appartiennent à la même colonne du tableau périodique).
Or, les poids relatifs des transitions entre les états de deux multiplets sont déterminés par
la structure angulaire des fonctions d’onde des états initial et final.
L’élément de matrice de transition dipolaire électrique entre l’état |i〉 = |p5(2P)JM〉 de
l’ion S− et l’état |f〉 = |p4(3P)jm;(2S)12meJ ′M ′〉 du système atome S + électron libre, fait
intervenir les nombres quantiques suivants :
– J , associé au moment cinétique total de l’ion S−
– M , la composante selon l’axe Oz (à un facteur ~ près), parallèle à B, du moment
cinétique total J
– j, associé au moment cinétique total de l’atome S,
– m, la composante selon Oz (à un facteur ~ près), du moment cinétique total j
– me, la composante selon Oz du spin de l’électron
– J ′, lié au moment cinétique total du système atome + électron,
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– M ′, la composante selon Oz (à un facteur ~ près), du moment cinétique total J ′
– q, la polarisation de la lumière excitatrice, q = 0 pour la polarisation pi et q = ± 1
pour la polarisation σ±.
L’élément de matrice s’écrit :
〈f |P (1)q |i〉 = (−1)j+J−
1
2 [2(2j + 1)(2J + 1)] 12 〈f ||P (1)||i〉
× ∑
J ′M ′
(2J ′ + 1)
 J ′ 1 J
−M ′ q M
 j 12 J ′
m me −M ′
1 1 1J 12 J ′

1 1 j1
2 J
′ 1
2
 , [BIL79]
(5.46)
où 〈f ||P (1)||i〉 est l’élément de matrice réduit qui est constant vis-à-vis des nombres quan-
tiques angulaires. Les matrices entre parenthèses et entre accolades correspondent respec-
tivement aux symboles 3j et 6j.
Cette formule permet de calculer les poids relatifs des transitions entre chaque compo-
sante Zeeman.
Elle se simplifie, dans notre cas, pour les seuils 1, 3, 4, 6 car le moment cinétique J ′
ne prend qu’une valeur. On peut alors sortir les symboles 6j de la somme. On trouve, en
valeur absolue :
|〈f |P (1)q |i〉| ∝ (2J ′ + 1)[2(2j + 1)(2J + 1)]
1
2
1 1 1J 12 J ′

1 1 j1
2 J
′ 1
2

×
∣∣∣∣∣∣
∑
M ′
 J ′ 1 J
−M ′ q M
 j 12 J ′
m me −M ′
∣∣∣∣∣∣ . (5.47)
Blumberg et al. ont appliqué la relation au cas particulier de la transition 3
(2P3/2 → 3P2) (J = 32 et j = 2) qui est aussi celle qui nous intéresse. On trouve, dans
ce cas particulier que J ′ = 32 (la valeur J
′ = 52 étant exclue par application des règles
triangulaires), on trouve alors :
|〈f |P (1)q |i〉| ∝
∣∣∣∣∣∣
∑
M ′=M+q
 32 1 32
−M ′ q M
 2 12 32
m me −M ′
∣∣∣∣∣∣ . (5.48)
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Il s’agit de la somme sur toutes les transitions possibles entre les niveaux 2P3/2 et le
niveau 3P2. On peut donc associer un poids relatif W pour chaque transition Zeeman (M
et q fixés) :
|〈f |P (1)q |i〉|2 ∝
∣∣∣∣∣∣
 32 1 32
−M ′ q M
 2 12 32
m me −M ′
∣∣∣∣∣∣
2
= W. [BIL79] (5.49)
Figure 5.6 – Énergie des seuils pour chaque composante Zeeman de la transition 2P3/2 → 3P2.
L’origine de l’axe des énergies correspond à la position du seuil en champ magnétique nul. La
structure des transitions a été découpée en trois parties dont chacune est associée à une polari-
sation, ∆m = ± 1 (polarisations σ±) et ∆m = 0 (polarisation pi, cf. texte). Pour chaque niveau,
les poids relatifs W sont représentés (cf. texte). Le nombre quantique radial n (onde s donc
n = nd = ng) donnant l’ordre de la résonance de Landau est également indiqué. Cette figure a
été extraite de la référence [BIL79].
Les poids W sont donnés sur la figure 5.6. La possibilité de transition dépend de l’état de
polarisation de la lumière excitatrice vis-à-vis du champ magnétique. Pour que la transition
soit permise, on doit avoir M ′ = m + me (∆m = M ′ −M = q, M ′ est fixe car M et q le
sont).
Sur la figure, on remarque que la transition la plus probable a lieu avec une polarisation
pi (∆m = 0, W = 6, deux fois dégénérée). En outre, les transitions satellites qui l’entourent
sont relativement improbables. Elles sont donc largement dominées par la transition princi-
pale. Dans la suite, on considérera que le profil de la section efficace en champ magnétique
est déterminé par la série de résonances associée à cette transition.
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5.4 Écarts à la théorie : limites de résolution de l’ex-
périence
Pour observer individuellement les résonances de Landau, il faut que la séparation éner-
gétique entre deux résonances soit au moins égale à la limite de résolution expérimentale.
L’intensité du champ magnétique doit être suffisant pour permettre cette séparation. Il est
donc nécessaire de bien évaluer l’effet d’un élargissement spectral sur les résonances et la
valeur l’élargissement attendu dans notre expérience.
5.4.1 Effets des flous sur le profil de σ
On peut considérer que l’effet d’un élargissement spectral sur la section efficace corres-
pond à la convolution d’une gaussienne (dont la largeur est celle du flou énergétique) par
le profil de la section efficace sans élargissement.
Sur la figure 5.7, on peut voir l’effet d’un élargissement spectral sur le profil de section
efficace en champ magnétique (courbe bleue). On observe que le maximum de section
efficace, à résonance, est d’autant plus petit que le flou énergétique devient important.
Pour un élargissement de 20 mk (celui de notre dispositif expérimental), les résonances
ressemblent à des oscillations de section efficace autour de la valeur en champ magnétique
nul.
5.4.2 Sources d’élargissement expérimental
Le calcul des élargissements a déjà été abordé au chapitre 2, sous-section 2.4.2. Nous
nous intéressons ici aux sources d’élargissement spécifiques au problème du photodétache-
ment en champ magnétique.
Effet Stark motionnel L’ion négatif et l’électron éjecté par photodétachement au sein
du champ magnétique perçoivent, outre un champ magnétique, un champ électrique mo-
tionnel. Le hamiltonien attaché à l’ion (son cortège électronique est déformé) et à l’électron
détaché gagne un terme de perturbation par rapport au cas considéré jusqu’à présent (cf.
équation 5.20) :
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Figure 5.7 – À gauche, on a représenté la section efficace de photodétachement (onde s, tran-
sition 2P3/2 → 3P2 de l’oxygène par exemple), en présence d’un champ magnétique de 0,1 T, en
fonction de l’énergie du photon excitateur (courbe bleue). On a choisi de placer l’origine des éner-
gies au niveau du seuil de photodétachement. Les courbes rouge, magenta, noire et jaune sont
le résultat d’une perte de résolution due à la présence de sources d’élargissement énergétiques
(gaussienne d’écart-type 2, 5, 10 et 20 mk respectivement). Pour comparaison, on a tracé la sec-
tion efficace en l’absence de champ magnétique (courbe verte). À droite : zoom sur la première
résonance de la courbe de gauche.
H =
P 2x + P 2y
2m +
1
2mω
2(X2 + Y 2) + ωLz +
P 2z
2m + qEY (5.50)
H est le hamiltonien associé au photoélectron 14.
Dans le cas où l’on choisit un référentiel dans lequel on a v = (vx,ions, 0, vz,ions), où v
est le vecteur vitesse de l’ion dans (R), on a E = γvvx,ionsB, qui est égale à la norme du
champ électrique motionnel.
Pour calculer l’élément de matrice de transition dipolaire électrique (dont dépend la
section efficace), il faut déterminer l’expression de la fonction d’onde de l’état final en
résolvant l’équation de Schrödinger associée au hamiltonien 5.50. Une fois que celui-ci est
connu, la règle d’or de Fermi permet de calculer le taux et donc la section efficace de
transition dans ce cas particulier. Les autres aspects, notamment l’effet Doppler, peuvent
être pris en compte en moyennant cette section efficace sur les distributions idoines (pour
les détails des calculs cf. Blumberg et al. [BIL79]).
Dans l’expérience de Blumberg et al., l’énergie cinétique de l’électron transverse au
14. En jauge de Landau, le hamiltonien s’écrit H = P
2
x
2m +
1
2mω
2
cX
2 − qE ′X + P
2
y
2m + qEY + P
2
z
2m avec
E ′ = PyBm .
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champ magnétique est typiquement de 0,3 GHz (soit ∼ 0,01 cm−1). L’importance du champ
électrique motionnel dépend du rapport entre cette énergie et la distance entre deux niveaux
de Landau consécutifs. Pour Blumberg et al., ce rapport vaut 0,330 ∼ 0,01 (l’intensité de leur
champ magnétique était de 1,07 T).
Dans notre expérience, les ions oxygène se meuvent à 120 km/s. Par conséquent, pour
une divergence de l’ordre du milliradian, la vitesse transverse atteint ∼ 120 m/s. Soit
une énergie cinétique transverse pour le photoélectron de 0,01 GHz (soit 4,1.10−8 eV). Si
l’intensité du champ magnétique est de 0,1 T, les niveaux de Landau seront séparés de
0,1 cm−1 (3 GHz). Soit un rapport de 0,013 ∼ 0,0034.
On s’attend donc à ce que l’effet du champ motionnel sur la résolution des niveaux de
Landau soit trois fois moins prononcé que dans l’expérience de Blumberg et al.. Dans leur
cas, l’élargissement énergétique dû à cet effet était de 1 GHz. Pour nous, il devrait être
d’environ 350 MHz (soit 11,7 mk) ce qui est encore élevé.
Inhomogénéités de B Le recouvrement laser/jet n’est pas ponctuel. En outre, il est
impossible d’obtenir expérimentalement un champ magnétique parfaitement uniforme. En
conséquence, le champ perçu par l’électron éjecté dépend de la position de l’ion au moment
du photodétachement. Comme, la position des niveaux de Landau est fonction de l’intensité
du champ, l’inhomogénéité du champ ∆B va générer un flou dans le profil de la section
efficace.
Le flou énergétique ∆En lié à ces inhomogénéités et à la non-ponctualité de la zone
d’interaction est donné par la relation :
∆En =
~e∆B
me
(n+ 12). (5.51)
On déduit de cette expression que le flou produit est d’autant plus prononcé que le
niveau de Landau considéré a un ordre n élevé.
Si l’on considère des inhomogénéités de l’ordre de ∆B = 1.10−4 T, qui est une hypothèse
raisonnable vis-à-vis des valeurs idéales extraites des simulations numériques (cf. sous-
section 5.5.1 ci-dessous), on trouve un flou ∆E0 = 4,7.10−5 cm−1 (soit 0,047 mk) pour le
niveau de Landau d’ordre le plus bas. Il s’agit d’une incertitude relativement faible. En
revanche, si l’on considère des niveaux d’ordres plus élevés, cela se complique rapidement.
Pour n = 10, l’erreur grimpe à ∼ 0,5 mk. Il est donc important de réaliser un champ
magnétique très uniforme.
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Dans notre expérience, ce sont l’effet Stark motionnel et les inhomogénéités du champ
magnétique (du moins pour les résonances d’ordre élevé) qui sont les plus grandes sources
d’élargissement. Il convient donc de limiter au maximum la divergence du faisceau d’ions.
L’addition des erreurs expérimentales donne un ordre de grandeur de l’élargissement
spectral attendu d’un peu plus de 19 mk. On devrait observer des oscillations de la section
efficace (cf. figure 5.7).
Ce calcul n’est cependant qu’une ébauche. Le champ électrique motionnel, à l’origine
d’un terme supplémentaire dans le hamiltonien, fait de la diagonalisation complète de
celui-ci un problème complexe, que nous n’aborderons pas dans ce chapitre.
5.5 Les bobines de champ magnétique : dimensionne-
ment et montage
On a vu, dans la sous-section 5.2.1, que la largeur pratique (définition arbitraire) d’une
résonance de Landau est indépendante de l’intensité du champ magnétique appliqué. En re-
vanche, la séparation entre deux résonances est proportionnelle à ce champ. À cela s’ajoute
la structure Zeeman de l’ion de départ qui est à l’origine d’une structure plus complexe
du profil de la section efficace du fait de la multiplication des transitions permises (cf.
sous-section 5.3.2).
Dans le cas du passage du niveau 2P3/2 à 3P2 en polarisation pi (choix), l’écart énergé-
tique entre deux transitions consécutives (entre un niveau Zeeman de 2P3/2 et un niveau
de 3P2, pour un n donné) est égal à µBB3 (cf. figure 5.6). Dans l’hypothèse d’un élargisse-
ment de 19 mk, comme estimé dans la section 5.4.2, un champ au moins égal à 0,125 T
(µBB3 = 19,5 mk) est nécessaire. Mais on a vu que le poids de la transition la plus probable
(W = 6, en polarisation pi) est 24 fois plus grand que le poids des transitions adjacentes
(W = 14), une intensité de 0,1 T (
µBB
3 = 15,6 mk) est suffisant pour assurer un bon contraste
(cf. figure 5.6).
Les variations d’intensité du champ magnétique sont à l’origine d’une partie des pertes
de résolution énergétique. De plus, ces pertes sont d’autant plus élevées que l’ordre n de la
résonance considérée est grand (cf. équation 5.51). Il est donc indispensable de produire le
champ le plus uniforme possible.
On a intérêt à minimiser l’intensité du champ magnétique pour limiter l’explosion
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transverse du faisceau de neutres produits par photodétachement en son sein.
5.5.1 Simulations du champ magnétique produit par les bobines
La géométrie des bobines doit être choisie de manière à satisfaire les contraintes impo-
sées sur le champ magnétique pour la résolution des résonances de Landau. Il faut, d’une
part, que le champ soit suffisamment intense (supérieur ou égal à 0,1 T) pour assurer une
bonne séparation énergétique des résonances et d’autre part, uniforme (∆B < 1.10−4 T)
pour minimiser les pertes de résolution. La géométrie expérimentale impose également
quelques contraintes qu’il convient de considérer.
La géométrie retenue pour le système de bobines (cf. sous-section 5.5.2.3 pour les détails)
permet de remplir ces conditions. On a représenté, sur la figure 5.8, les profils simulés des
composantes axiale (selon Oz) et radiale (coupe du plan Oxy, le système étant à symétrie
cylindrique) du champ magnétique, au niveau de la zone d’interaction laser/jet.
Figure 5.8 – À gauche, profil bidimensionnel (selon Oρz, ρ étant la dimension radiale) de
la composante selon Oz du champ magnétique au niveau de la zone d’interaction laser/jet. On
observe que l’intensité du champ culmine à 0,1 T. Le profil a une bonne uniformité avec des
variations de quelques dizaines de µT sur 10 mm. À droite, profil bidimensionnel de la composante
selon ρ (coupe du plan Oxy) du champ magnétique. Le profil présente une très bonne uniformité
avec des variations de quelques µT sur l’ensemble de la zone d’interaction.
On observe, sur la figure, que l’intensité du champ culmine à 0,1 T et présente peu
de variations d’intensité (variations de quelques dizaines de µT sur l’ensemble de la zone
d’interaction).
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5.5.2 Réalisation expérimentale du champ magnétique
Les simulations nous ont permis de déterminer la géométrie des bobines (cf. infra)
satisfaisant les contraintes sur l’intensité (0,1 T) et l’homogénéité du champ magnétique.
Pour générer un tel champ, il est nécessaire de faire passer un fort courant dans les
bobines. Une partie importante de la puissance transportée par ce courant se dissipe par
effet Joule. Pour éviter la fusion des bobines, il est nécessaire d’intégrer un système de
refroidissement à l’eau qu’il convient de bien dimensionner.
5.5.2.1 Géométrie des bobines de champ magnétique
Notre système, constitué de deux bobines de cuivre montées en série, est centré sur la
zone d’interaction. La distance entre les deux faces intérieures des bobines (celles orientées
vers la zone d’interaction) est de 20 mm. Chacune d’entre-elles est formée de 72 spires dans
une configuration 8 (largeur) par 9 (épaisseur) qui nécessite 22,7 m de longueur de câble.
Leurs rayons intérieur (sans les spires) et extérieur (avec les spires) mesurent respectivement
35 et 71 mm. Le diamètre du câble gainé (gaine résistante jusqu’à une température de
135 °C) étant de 4 mm, l’épaisseur d’une bobine atteint 36 mm (cf. figure 5.9).
On utilise un câble de cuivre creux ( = 3 mm) nécessaire pour faire circuler l’eau pour
le refroidissement. La conduite d’eau qui passe au cœur du câble possède un diamètre de
2 mm. Dans ces conditions, la section totale de cuivre atteint 3,93 mm2 (cf. figure 5.9).
Le système doit être dimensionné pour que l’échauffement de l’eau n’atteigne pas l’ébul-
lition, ce qui serait catastrophique du point de vue du refroidissement.
5.5.2.2 Étude des échanges thermiques : refroidissement actif des bobines
Le but de cette section est de déterminer le débit massique d’eau QM , et donc la
différence de pression ∆p = ppompe−patm à appliquer pour refroidir notre bobine lorsqu’un
courant (I = 85 A) la traverse. Une astuce, pour réduire la pression de pompe nécessaire
est de brancher les bobines en parallèle dans le circuit de refroidissement (le débit étant
contrôlé avec un robinet, la pression du bâtiment est à 6,3 bar). Mais cela oblige a bien
égaliser les impédances hydrauliques des bobines.
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Figure 5.9 – À gauche, vue en coupe des bobines de champ magnétique. À droite, vue en coupe
du câble en cuivre utilisé pour les bobines.
Résistance électrique des bobines et puissance dissipée par effet Joule La
résistivité du cuivre (en Ω mm2m ) est un paramètre qui dépend de la température. À
20 °C, la résistivité du cuivre ρCu,20°C est égale à 0,0171 Ω mm
2
m . On déduit la résistance
Rbobine,20°C = 0,0171 Ω, à 20 °C, d’une de nos bobines connaissant la section de cuivre
(3,93 mm2) et la longueur du câble (22,7 m) qui la compose.
Une formule empirique permet d’en connaître l’évolution avec la température T :
Rbobine,T = Rbobine,20°C[1 + α(T − 20°C)]. (5.52)
α est le coefficient thermique de la résistance qui dépend de la pureté du cuivre, on prendra
α = 3, 9.10−3K−1.
On considérera dans la suite, que la résistance est constante et égale à 0,115 Ω (résistance
à 60 °C). Cette valeur nous permet de calculer la puissance P dissipée par le câble lorsqu’un
courant de 85 A circule à l’intérieur, le calcul donne 830 W.
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Relation entre le débit massique et la température de l’eau en sortie des bobines
Nous voulons déterminer la relation entre le débit massique QM (kg/s) de l’eau injectée
dans le conduit et l’augmentation de température ∆T de l’eau après son passage dans les
bobines. Pour cela, on a besoin de l’équation de la chaleur :
∂T (x, t)
∂t
= PV
ρCp
. (5.53)
Où PV la source volumique de chaleur (W/m3), ρ la masse volumique de l’eau et CP la
capacité calorifique de l’eau à pression constante (4185 J.kg−1.K−1).
Ici, en raison des épaisseurs mises en jeu et des constantes de temps, on considère que
la répartition de la chaleur est uniforme. C’est pourquoi le terme diffusif (négligeable) est
absent de l’équation 5.53.
Nous cherchons à obtenir un ordre de grandeur, nous pouvons écrire :
∆T
∆t =
P
MCp
, (5.54)
oùM est la masse totale d’eau qui se trouve dans le conduit à tout instant, ∆T la différence
de température de l’eau entre l’entrée et la sortie des bobines et P la puissance dissipée
par effet Joule.
Le débit massique s’exprime en fonction de ∆T :
QM = ρQV =
P
Cp∆T
, (5.55)
où QV (m3/s) est le débit volumique.
Régime de l’écoulement Il est important de connaître la nature de l’écoulement, la-
minaire ou turbulent, de l’eau. Dans notre cas, il est préférable de se placer dans le régime
turbulent de manière à ce que la température de l’eau soit uniforme (dans le plan trans-
verse au conduit). Le nombre de Reynolds Re, qui est le rapport des forces d’inertie sur les
forces visqueuses, permet de calculer le régime d’écoulement (turbulent si Re > 3000) :
Re =
ρV (2R)
η
, (5.56)
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où V est la vitesse de l’eau, R le rayon du conduit et η la viscosité de l’eau (décroissante
avec la température, 3,55.10−4 Pa.s à 80 °C).
D’après l’équation 5.55, on peut exprimer la vitesse de l’eau en fonction de ∆T
(QV = VS avec S la section du conduit) : V = PCpρS∆T . On peut alors réexprimer le
nombre de Reynolds :
Re =
2P
piRηCp∆T
. (5.57)
Le calcul montre que, pour un courant de 85 A (P = 830 W), le régime est turbulent
quelle que soit la valeur de ∆T (∆T < 80 °C).
Relation entre la pression de pompe et la variation de température ∆T L’ob-
jectif est de déterminer la pression de pompage Ppompe à exercer pour assurer le débit
suffisant d’eau à travers la conduite et ainsi dissiper complètement la chaleur dégagée par
le système. Le régime étant turbulent, la formule de Poiseuille ne s’applique pas. On peut à
la place utiliser une formule empirique donnant la différence de pression ∆p = ppompe−patm
et qui est basée sur la connaissance du coefficient de pertes de charge linéaire λ :
∆p = λρV
2
2
l
R
= λ ρl2R
(
P
Cp∆TρpiR2
)2
. (5.58)
Dans le cas d’un conduit lisse et avec un nombre de Reynolds 3000 < Re < 105 (régime
turbulent modéré), nous pouvons utiliser la formule empirique de Blasius :
λ = 0, 316R−
1
4
e = 0, 316
(
piRηCp∆T
2P
) 1
4
. (5.59)
La combinaison des équations 5.58 et 5.59 permettent d’écrire Ppompe en fonction des
paramètres du problème et de ∆T :
Ppompe = Patm + 0, 316
l
2ρ
(
η
2R19
)1/4 [ P
piCp∆T
]7/4
. (5.60)
On représente, sur la figure 5.10, pour différentes valeurs de courant électrique, la pres-
sion de pompe en fonction de ∆T. On observe qu’à 85 A de courant, pour une variation
de température ∆T = 60 °C (température en sortie de 80 °C), que la pression de pompe
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doit être supérieure à 10,35 bar (150 psi).
Figure 5.10 – On a représenté l’évolution de la pression de pompe Ppompe (1 bar = 14,5 psi)
en fonction de la différence de température de l’eau ∆T pour plusieurs courant électrique (cf.
équation 5.60) : 50 A (bleue), 85 A (verte), 100 A (magenta) et 120 A (noire). Le trait tireté
horizontal représente la limite haute de pompage de notre système.
5.5.2.3 Construction et mise en place des bobines
Refroidissement à l’eau : le pompage L’eau s’écoule à travers les bobines en circuit
ouvert (montage en dérivation qui permet de diviser par deux le débit nécessaire). En
entrée, l’eau est pressurisée à Pbât = 6,3 bar. Ce n’est cependant pas suffisant pour assurer
le refroidissement.
Pour atteindre les 10,4 bar requis, nous avons remis en service une pompe à colorant
(Spectra-Physics, modèle 3760). Elle permet de mettre l’eau sous une pression maximale
de 13,8 bar (200 psi). Une dérivation avec robinet a été placée en amont des bobines de
manière à pouvoir régler la pression d’entrée (cf. figure 5.11).
Autour des bobines, les conduits d’eau doivent être suffisamment long pour empêcher
le courant électrique de remonter le circuit de refroidissement. Cette précaution permet de
limiter les risques d’électrocution de l’expérimentateur et d’endommagement de la pompe.
La conductivité de l’eau potable à 25 °C est de l’ordre de 500 µS/cm (soit 0,05 S/m),
ce qui équivaut à une résistivité de 20 Ω.m. La résistance du système de bobine s’élève
à ∼ 0,230 Ω. Un mètre de conduit d’eau (20 Ω) suffit largement à éliminer tout risque
203
Chapitre 5 : Photodétachement en champ magnétique : résonances de Landau
Figure 5.11 – Schéma hydraulique du circuit de refroidissement des bobines. L’eau est distribuée
depuis le circuit du bâtiment sous une pression Pbât = 6,3 bar. Elle traverse, immédiatement après,
la pompe à colorant (Spectra-Physics, modèle 3760) de manière à atteindre la pression (donc le
débit) nécessaire au refroidissement (environ 10,5 bar). La pression peut être visualisée et réglée
au moyen d’une jauge de pression et d’un robinet placé en dérivation. L’eau est ensuite envoyée
dans les bobines avant d’être évacuée.
électrique de cette nature.
L’alimentation de courant L’alimentation de courant (HP-Agilent 6683A) qui ali-
mente les bobines, est capable de fournir jusqu’à 5000 W de puissance électrique. La
consigne de courant peut être fixée dans une large gamme allant de 0 à 160 A (0-32 V).
Les bobines sont connectées en série (résistance pour le circuit un peu supérieure à
0,230 Ω). Avec un courant de 100 A (le système de refroidissement a été dimensionné pour
ce niveau de courant), la tension aux bornes du circuit atteint 23 V, ce qui est bien dans
le domaine de fonctionnement de l’alimentation.
5.6 Conclusion
Dans ce chapitre, nous étudions le photodétachement des ions négatifs en champ magné-
tique. Le calcul fait apparaître une quantification des énergies accessibles par le photoélec-
tron lors de son détachement dans le continuum. Une des principales conséquences de cette
quantification, est l’apparition, dans la section efficace de photodétachement, de résonances
(de Landau), qui, dans une situation idéale, divergent [BJL78, BIL79]. Ce phénomène s’in-
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terprète semi-classiquement [DD87, DD88a, DD88b] comme étant dû à l’interférence entre
l’état initial (l’ion négatif) et l’infinité des trajectoires cyclotroniques accessibles, à l’état
final, par le photoélectron lors du détachement.
L’utilisation de ces résonances permettrait d’augmenter significativement la probabilité
de photodétachement et permettrait ainsi de réduire les contraintes technologiques sur
la cavité Fabry-Perot et le laser pour le photodétachement presque total de faisceaux
de H−. La principale limitation à cette idée est l’existence d’élargissements énergétiques
qui entraînent un lissage de la section efficace et réduisent ainsi les possibilités de son
accroissement.
Pour réaliser nos premières mesures de photodétachement de O− en champ magnétique,
nous nous sommes placés loin au-dessus du seuil associé à la transition 2P3/2 → 3P2 (cf.
figure 5.12). En présence d’un champ magnétique, on observe une variation d’amplitude
d’un facteur deux sur le signal. Celui-ci étant normalisé par la puissance du laser, le courant
d’ions étant stable par ailleurs, ce gain pourrait provenir d’un accroissement de la section
efficace. Reste à vérifier la répétabilité de l’expérience. Cette expérience s’inspire de celle
déjà réalisée par Krause en 1990 [Kra90], où il observa la présence des résonances de Landau
bien au-delà du seuil 2P3/2 → 3P0 de O−. Pour améliorer le rapport signal sur bruit, nos
prochaines mesures seront effectuées en cavité optique de finesse intermédiaire, telle que
celle présentée dans la section 4.2 du chapitre 4.
Figure 5.12 – Signal de photodétachement de l’ion O− en présence (courbe noire en bas) ou
pas (courbe rouge en haut) d’un champ magnétique. On observe des oscillations grossièrement
périodique (maxima espacés de ∼ 0,02 cm−1) du signal de détachement en présence d’un champ
magnétique. L’amplitude de ces oscillations est cinq fois plus grande que le bruit observé en
l’absence de champ magnétique.
205
Chapitre 5 : Photodétachement en champ magnétique : résonances de Landau
L’interprétation des mesures nécessite que l’évolution de la section efficace en fonction
de l’énergie du photon excitateur soit simulée, en considérant l’ensemble des transitions
permises, les élargissements énergétiques et l’existence d’un effet Stark motionnel.
Du côté expérimental, il serait intéressant d’étudier le comportement de la section
efficace au voisinage d’un seuil, ceux associés aux transitions 2P3/2 → 3P2 et 2P1/2 → 3P2
semblent être de bons candidats. De plus, la théorie prévoit un décalage des seuils en
fonction de la polarisation utilisée pour le photodétachement, il pourrait être intéressant
d’étudier ce phénomène.
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Deuxième partie
La microscopie de photodétachement
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Chapitre 6
Les principes de la microscopie de
photodétachement
Le microscope de photodétachement [BDD96] est un interféromètre électronique mis en
service en 1996 suivant une idée originale de Demkov, Kondratovitch et Ostrovskii [DKO81].
Le dispositif expérimental, la description théorique classique, semi-classique et quantique
ainsi que les techniques d’analyses des données ont été décrites par les doctorants du
groupe [Dul96, Val99, Gol03, Cha06] et par Cyril Drag dans son mémoire d’habilitation à
diriger des recherches [Dra10].
Les premières images de systèmes d’interférences électroniques ont été obtenus avec
des photoélectrons issus de l’ion bromure (81Br−) [BDD96], puis avec les ions 16O− et
18O− [VBD99, BDDV99] dans deux configurations expérimentales différentes (cf. figure 6.1)
à partir desquelles des mesures d’affinités électroniques ont pu être réalisées. Dans la figure
d’interférences, on peut lire la valeur de l’énergie cinétique de l’électron au moment de
son détachement de l’ion négatif. Le retranchement de cette énergie à l’énergie du photon
excitateur permet de remonter à l’énergie de transition entre le niveau de départ de l’ion
et le niveau d’arrivée de l’atome, c’est-à-dire à l’affinité électronique.
En 2002, sont publiées les premières mesures d’affinités électroniques par microscopie
de photodétachement moléculaire (OH−) [DGB02]. La figure d’interférences est complexi-
fiée par l’emboîtement des images correspondant aux nombreux seuils de rotation de la
molécule.
L’idée de Demkov et al. s’étendait aussi au cas de la photoionisation d’atomes en champ
électrique uniforme (microscopie de photoionisation). Le premier interférogramme associé
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Figure 6.1 – Exemples d’interférogrammes électroniques obtenues par microscopie de
photodétachement de l’ion O−. À gauche, l’image a été obtenue dans une géométrie où le
laser intersectait le jet d’ions dans un plan parallèle au détecteur. La grande extension de
la source dans la direction du faisceau laser est à l’origine d’une superposition incohérente
d’interférogrammes élémentaires qui résulte en un système de franges parallèles à cette
direction. Le pixel a une taille de 26 µm (70 pixels mesurent environ 1,8 mm). À droite,
système d’anneaux d’interférences obtenu dans le cas où le faisceau laser intersectait le
jet d’ions dans la direction de l’axe de symétrie du détecteur. L’énergie cinétique des
électrons était fixée à  = 0, 951 cm−1. Les figures ont été respectivement extraites des
articles [VBD99] et [BDDV99].
à la fonction d’onde d’un électron du continuum d’ionisation a été obtenue par Nicole et
al. en 2002 [NOV+02]. Très récemment, les premières images de fonction d’onde d’états
quasi-liés ont été mesurées [CHO+13].
6.1 Interférométrie d’électrons en chute libre
Un électron photodétaché au sein d’un champ électrique subit une accélération uniforme
qui rend son mouvement similaire, en raison de la courte portée de l’interaction avec l’atome
résiduel, à celui d’un corps en chute libre.
Dans ces conditions, à une énergie donnée et pour un angle d’émission quelconque,
l’enveloppe des trajectoires accessibles à l’électron forme un paraboloïde de révolution.
Chaque point situé à l’intérieur de ce paraboloïde est en réalité atteignable par l’électron
via deux trajectoires (cf. figure 6.2).
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Figure 6.2 – Schéma des trajectoires suivies par un électron détaché en champ élec-
trique uniforme F. L’enveloppe parabolique correspond aux limites classiques accessibles
par l’électron. Chaque point de l’espace situé à l’intérieur de cette enveloppe peut être
atteint par deux trajectoires différentes. Le système d’anneaux d’interférences, situé au
niveau du détecteur, est le résultat, d’un point de vue semi-classique, de l’interférence des
deux trajectoires.
L’onde de probabilité électronique (sphérique, dans le cas du photodétachement en
onde s) nourrit simultanément l’ensemble des trajectoires classiques. En champ électrique,
l’onde se subdivise en une onde directe et une onde réfléchie par le champ qui, en se rejoi-
gnant, forment, en raison de la symétrie cylindrique du problème, un système d’anneaux
d’interférences. Lors de la détection de l’électron, le paquet d’onde se réduit et il en résulte
un point sur le détecteur (une tache en réalité, due à la résolution finie du détecteur). C’est
l’accumulation des événements de position, par répétition de l’expérience, qui va donner
naissance à l’interférogramme.
La difficulté est de parvenir à reproduire à l’identique des centaines de milliers de fois
l’expérience qui consiste à extraire l’électron de son ion négatif. La dispersion de l’énergie
des électrons et les variations de la position de la source d’électrons (l’ion négatif) sont à
l’origine d’une superposition incohérente d’anneaux d’interférences qui peut entraîner un
brouillage suffisant de l’interférogramme pour le rendre indiscernable. De ce point de vue,
le photodétachement d’ions négatifs par laser permet de s’approcher de l’idéal d’une source
quasi-ponctuelle et quasi-monoénergétique d’électrons.
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6.2 Propagation d’ondes électroniques en champ élec-
trique uniforme : description semi-classique
6.2.1 Mouvement classique [BBG+98]
On considère un électron plongé dans un champ électrique uniforme et stationnaire
F. On repère cet électron par ses coordonnées en position r = (x, y, z) et en vitesse r˙ =
(x˙, y˙, z˙). En raison de la présence du champ électrique, il possède une énergie potentielle
d’interaction V (r) = − qr.F où F est le champ électrique appliqué et q la charge de
l’électron. On décrit cette particule par le lagrangien (cf. note 1 du chapitre 5) :
L(r, r˙) = 12mv
2 + qr.F. (6.1)
L’intégration des équations de Lagrange donne immédiatement l’équation de la trajec-
toire :
r(t) = ri + r˙i(t− ti) + qF(t− ti)
2
2m . (6.2)
On retrouve la trajectoire parabolique habituelle. ri et r˙i correspondent aux positions et
vitesses de l’électron à l’instant initial ti.
La connaissance du lagrangien et de l’équation du mouvement permet de calculer l’ac-
tion classique. Le principe de moindre action stipule que cette fonctionnelle est minimale,
les temps de départ et d’arrivée étant fixés, sur les trajectoires classiques :
Scl(ri, ti; rf , tf ) =
∫ tf
ti
L(r, r˙, t)dt = m2T |rf−ri|
2+ q2F.(rf+ri)T−
1
24mq
2F 2T 3 = min. (6.3)
rf correspond aux coordonnées de l’électron à l’instant final tf .
L’action Scl ne dépend que du temps de vol T = tf − ti de l’électron et constitue par
conséquent un invariant par translation dans le temps. En revanche, l’apparition d’une
dépendance en rf + ri brise la symétrie de translation spatiale qu’aurait laissé prévoir une
vision intuitive de la question 1.
1. Il est possible de faire apparaître cette symétrie par un changement de jauge approprié. Bracher
et al. en font la démonstration dans l’annexe A de leur article [BBG+98]. Cependant, ce changement
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L’action classique est intimement liée à l’énergie du système au travers de l’équation
de Hamilton-Jacobi 2 :
∂Scl
∂t
= −H
(
r, ∂Scl
∂r , t
)
. (6.4)
L’impulsion p est égale à ∂Scl
∂r = ∇Scl dans ce formalisme. L’impulsion est perpendiculaire
aux surfaces d’action constante.
Ici, le hamiltonien H (qui représente l’énergie du système) est conservé puisque l’action
classique est un invariant par translation dans le temps 3.
L’énergie ε(ri, rf , T ) ne dépend plus que du temps de vol T et des positions initiales et
finales (l’énergie potentielle est une fonction de r). L’équation de Hamilton-Jacobi permet
de calculer cette énergie connaissant Scl :
ε(ri, rf , T ) = −∂Scl
∂t
= m2T 2 |rf − ri|
2 − q2F.(rf + ri) +
1
8mq
2F 2T 2. (6.5)
À partir de maintenant, pour simplifier les expressions, on va considérer que l’électron
est émis à l’instant initial en ri = 0. De plus, on placera le système d’axes de façon à
orienter le champ électrique constant F selon la direction Oz et dans le sens des z positifs.
rf peut prendre toutes les valeurs accessibles par l’électron qui part du point ri avec une
énergie ε.
La résolution de l’équation 6.5 (équation bicarrée en T ) montre que l’électron peut
atteindre chaque point rf en empruntant deux trajectoires différentes :
T± =
√
m
F
(√
2a+ rf − z ±
√
2a− rf − z
)
=
√
m
qF
(√
2a+ η ±
√
2a− ξ
)
. (6.6)
On a posé a = ε
qF
qui correspond à la distance maximale selon z (z > 0) que peut
atteindre l’électron en descendant le potentiel (l’électron est chargé négativement) avant
de jauge brise la symétrie temporelle avec l’apparition d’un terme en tf + ti (le nombre d’invariants est
nécessairement conservé par changement de jauge, le nombre de symétries qui leur est intimement lié est
donc également conservé). Nous avions déjà constaté cette propriété dans le chapitre 5, note 4, dans lequel
on décrit le mouvement d’une particule chargée plongée dans un champ magnétique.
2. L’équation de Hamilton-Jacobi représente la contrainte appliquée à la fonction génératrice (qui est
en réalité l’action classique Scl) lors d’une transformation canonique qui cherche à rendre le hamiltonien
identiquement nul.
3. On arrive à la même conclusion en constatant que l’énergie potentielle V (r) est indépendante du
temps.
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d’être réfléchie par le champ F (l’énergie cinétique ε s’est entièrement transformée en
énergie potentielle zqF = aqF = ε). Les coordonnées paraboliques η = rf − z et ξ = rf + z
apparaissent naturellement.
On doit avoir ξ ≤ 2a pour que les racines soient réelles. La borne supérieure (ξmax)
définit, à une altitude −z0 (z0 > 0) du paraboloïde, le rayon classique ρcl = 2
√
a(a+ z0)
du système d’anneaux d’interférences (cf. section 6.1). Dans l’approximation du détecteur
éloigné, il se réduit à ρcl = 2
√
az0 = 2
√
z0ε
qF
.
Le différence de temps de vol ∆T entre les deux trajectoires est égale à 2
√
m
qF
√
2a− ξ.
Or, le phénomène de localisation du paquet d’onde lors de la détection, oblige les deux ondes
(de probabilité), directe (T−) et réfléchie (T+), à atteindre simultanément le détecteur
pour qu’il y ait interférence. D’un point de vue semi-classique, l’électron doit commencer
à emprunter chacun des deux chemins à des temps différents [BBD01].
L’action classique peut s’exprimer en fonction du hamiltonien du système
S =
∫ tf
ti (p.r˙ − H) dt. Or, dans le cas de ce système conservatif, le hamiltonien est
une constante du mouvement égale à ε, on peut donc écrire :
Scl(rf , T±) =
∫ tf
ti
p.dr− εT± = W±(rf , ε)− εT±. (6.7)
W±(rf , ε) correspond à l’action réduite pour les deux trajectoires. Elle peut être calculée
en injectant dans 6.7, les expressions 6.3 et 6.6 :
W± = 13
√
mqF
(
(2a+ η) 32 ± (2a− ξ) 32
)
(6.8)
6.2.2 Intégrales de chemin et phase de l’interférogramme
[BBD01]
La probabilité qu’une particule se meuve d’un point (ri, ti) jusqu’à un point (rf , tf ) de
l’espace temps est donnée par son amplitude de transition 〈rf , tf |ri, ti〉.
Cette particule est décrite à l’instant initial (ri, ti) par sa fonction d’onde ψ(ri, ti) =
〈ri, ti|ψ〉. L’amplitude de transition permet de calculer la fonction d’onde à un instant
ultérieur tf .
Feynman postula que pour calculer cette amplitude de transition il fallait considérer
l’ensemble des chemins reliant les points (ri(ti), ti) et (rf (tf ), tf ). Chaque chemin étant pon-
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déré par un poids proportionnel à exp
(
iScl(r(t))
~
)
où Scl(r(t)) est l’action classique calculée
sur ce chemin. La somme de ces contributions permet d’obtenir l’amplitude de transition :
〈rf , tf |ri, ti〉 = K(tf , rf |ti, ri) =
∫
exp
(
iScl(r(t))
~
)
Dr(t), (6.9)
qui est nommée "intégrale de chemin" par son découvreur. K(tf , rf |ti, ri) est le propagateur
de Feynman.
Cette expression se simplifie dans le cas ou la particule est soumise à l’action d’un
potentiel linéaire en r comme c’est le cas pour notre électron dans un champ électrique
uniforme [BZ94] :
K(tf , rf |ti, ri) =
√
m
2pii~T exp
(
i
~
Scl
)
. (6.10)
Connaissant la fonction d’onde d’une particule à un instant ti, on peut calculer sa
fonction d’onde à un instant ultérieur tf en utilisant son propagateur.
L’électron éjecté possède une énergie ε fixée par l’énergie des photons. ti peut prendre
toutes les valeurs possibles entre −∞ et tf car l’électron est photodétaché avant d’atteindre
le détecteur. La fonction d’onde initiale est proportionnelle à exp
(
− i~εti
)
, ce qui donne
pour la fonction d’onde finale (ri = 0) :
ψ(rf , tf ) ∝
∫ tf
−∞
exp
(
− i
~
εti
)
exp
(
i
~
Scl(rf , ti, tf )
)
dti (6.11)
On a vu que l’action classique était fonction du temps uniquement à travers le temps
de vol T (cf. équation 6.3). On peut réécrire l’équation précédente en choisissant T comme
variable d’intégration :
ψ(rf , tf ) ∝ exp
(
− i
~
εtf
) ∫ +∞
0
exp
(
i
~
(εT + Scl(rf , T ))
)
dT (6.12)
L’ensemble des trajectoires est pris en compte dans l’intégrale mais seules celles qui
laissent le terme de phase stationnaire y contribuent de manière significative. Cette condi-
tion de phase :
∂Scl
∂t
= −ε, (6.13)
correspond à l’équation de Hamilton-Jacobi dont les trajectoires classiques sont les solutions
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(cf. équation 6.5).
On remarque que ce facteur de phase est égal, à 1~ près, à l’action réduiteW = Scl+εT .
Dans la section précédente, on avait calculé l’action réduite pour les deux trajectoires
contributives à l’intégrale 6.12 donnant la fonction d’onde de l’électron à l’instant final,
c’est-à-dire, sur le détecteur.
La différence de phase entre les deux trajectoires s’écrit donc :
∆Φ = W
+ −W−
~
= 23
√
mqF
~
(2a− ξ) 32 . (6.14)
La différence de phase est maximale au centre de l’image (ξ = 0) :
∆Φmax =
4
√
2
3
√
mqF
~
a
3
2 = 4
√
2
3
√
m
~qF
ε
3
2 , (6.15)
et se réduit jusqu’à s’annuler au niveau du rayon classique ρcl (trajectoires dégénérées).
Le nombre d’anneaux brillants moins un (ventres du système d’interférences) :
N = ∆Φmax2pi , (6.16)
évolue avec la puissance 32 de l’énergie de l’électron détaché.
On déduit aussi la valeur de l’interfrange :
i = ρcl
N
∝ 1
ε
, (6.17)
qui est inversement proportionnelle à ε.
Compter le nombre d’anneaux, ou plus précisément ajuster la phase de l’interféro-
gramme, est donc une méthode beaucoup plus sensible pour mesurer ε que de déterminer
le rayon classique. Cette particularité fait du microscope de photodétachement l’appareil
de mesure le plus précis au monde pour mesurer des affinités électroniques.
Effets du mouvement de la source sur ∆Φ Dans l’expérience de microscopie de pho-
todétachement, la source est constituée par l’ensemble des ions éclairés à l’intersection d’un
faisceau laser et d’un jet d’ions, qui forment en conséquence une source en mouvement.
Blondel et al. [BBD01] démontrèrent que cela n’a pas d’incidence sur la phase de l’interfé-
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rogramme mais se traduit en une simple translation dans le référentiel du laboratoire (due à
la vitesse d’entraînement). Cela s’explique simplement par l’invariance du module au carré
de la fonction d’onde électronique (densité de probabilité de présence) par changement de
référentiel galiléen.
En revanche, l’accélération subie par les ions due à la présence d’un champ électrique
modifie la phase de l’interférogramme (le référentiel des ions n’est plus galiléen). Dans
ce cas, Blondel et al. démontrèrent, dans l’approximation non-relativiste, que la taille du
système d’anneaux (ξmax) et la phase n’étaient affectés que par une correction relative en
µ
m
avec 1
µ
= 1
m
− 1
M
, M étant la masse de l’ion.
6.2.3 L’orbite fermée comme clef de voûte de l’interférogramme
Du et Delos [DD87, DD88a] (cf. sous-section 5.2.3 du chapitre 5), démontrèrent que
la famille de trajectoires qui reviennent au point source, appelées "orbites fermées", sont
à l’origine de termes oscillants dans l’expression de la densité d’états finals ρ(ε) (cf. équa-
tion 5.44)
La section efficace étant directement proportionnelle à la densité d’états ρ(ε), l’existence
de chaque orbite fermée se traduit par des oscillations sur l’évolution de la section efficace
avec l’énergie.
Plus précisément, la phase de ces termes oscillants est égale à l’action réduite divisée par
~. La densité d’états et donc la section efficace oscille en fonction de l’énergie de la particule
avec une période 2pi~
Tk
, où Tk est le temps de parcours pour revenir au point source. 4
D’après l’équation 6.7, la dérivée partielle de W (ε) par rapport à l’énergie, est égale au
temps de vol T . W (ε) est donc liée à l’intégrale du temps de vol T sur l’énergie :
Φ = W (ε)
~
= 1
~
∫ ε
0
Tk(ε′)dε′. (6.18)
Dans le cas d’un électron photodétaché en présence d’un champ électrique uniforme, il
n’existe qu’une orbite fermée (celle qui remonte le champ avant d’être réfléchie).
La différence de phase entre cette trajectoire et l’autre trajectoire classiquement acces-
sible peut être aisément calculée moyennant les équations 6.18 et 6.6 (temps de vol) :
4. Les oscillations de section efficace ne sont observables que si la pulsation 2piTk associée à l’orbite fermée
reste supérieure à ∆ε~ avec ∆ε la résolution expérimentale. Les trajectoires de Tk trop grands produisent
des termes qui oscillent tellement vite qu’ils sont moyennés.
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∆φmax =
1
~
∫ ε
0
∆Tmax(ε′)dε′ = 2
√
2
√
m
~qF
∫ ε
0
√
ε′ dε′ = 4
√
2
3
√
m
~qF
ε
3
2 (6.19)
On retrouve évidemment le résultat de l’équation 6.15.
Le déphasage maximum et, par extension, tout l’interférogramme que l’on observe se
construit le long de l’orbite fermée. Il découle de cette remarque que la connaissance que
l’on doit avoir du champ électrique (dont dépend ∆Φmax) pour déterminer l’énergie ε de
l’électron éjecté, doit l’être dans la zone de l’espace qui contient l’orbite fermée (départ
puis retour à la source). Or, celle-ci se déploie sur quelques micromètres seulement. Les
inhomogénéités de champ électrique en dehors de cette zone microscopique n’ont d’effets
que de déformer le système d’anneaux d’interférences sans en altérer la phase.
Expérimentalement, la source d’électrons n’est pas ponctuelle mais s’étend sur la zone
de recouvrement entre le faisceau laser (focalisé) et le jet d’ions. Le champ électrique doit
donc essentiellement être homogène dans toute cette zone.
6.3 Densité de courant de probabilité de l’électron
Si la source d’électrons est suffisamment bien localisée et définie énergétiquement, on
peut considérer que la fonction de Green, solution de l’équation de Schrödinger en champ
électrique uniforme, fournit directement la solution du problème. Cette fonction a notam-
ment été calculée par Bracher et al. avec le formalisme des sources quantiques [BBG+98].
Il est possible de calculer, à partir de l’équation de continuité (avec un terme de source
ponctuelle en plus) et de la fonction de Green, le courant de probabilité de présence d’un
électron en présence d’un champ électrique. Ici, on considérera l’éjection d’un électron de
moment cinétique nul (onde s).
Dans l’approximation du détecteur éloigné, qui consiste à dire que la distance entre la
source et le détecteur z0 est très supérieure à a, la densité de courant s’écrit (cf. thèse de
Christophe Valli [Val99]) :
jz0 ∝ Ai2
(
−2a− ξ2λ0
)
= Ai2
(
1
λ0
(
ρ2
4z0
− a
))
. (6.20)
Où Ai correspond à la fonction d’Airy de première espèce, λ0 est une quantité homogène
à une longueur (d’onde) et égale à
(
~2
2mqF
) 1
3 et ρ la distance à l’axe de symétrie Oz.
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La présence de la coordonnée ξ montre que l’on visualise une partie de la fonction
d’onde radiale de l’électron. Sur la figure 6.3, on a représenté la densité de courant, au
niveau du détecteur (z0 = 0,563 m), d’un électron d’énergie ε = 0, 5285 cm−1.
Figure 6.3 – Densité de courant d’un électron de 0,5285 cm−1 d’énergie en fonction du
rayon (distance à l’axe Oz selon lequel est orienté le champ électrique). On observe des
nœuds et des ventres qui correspondent respectivement aux anneaux sombres et clairs. On
remarque que la densité de probabilité ne s’annule pas au niveau du rayon classique ρcl
mais traverse la barrière de potentiel sous forme d’une onde évanescente (effet tunnel, voir
article de Bracher et al. [BBG+98]). La densité s’annule (presque) au centre (minimum de
la dérivée de la section efficace avec l’énergie).
On observe, sur la figure, que la densité de courant est non-nulle pour des rayons
supérieurs au rayon classique ρcl. Bracher et al. interprètent ce phénomène comme étant
un effet tunnel [BBG+98].
Liens avec la section efficace de photodétachement Toutes les trajectoires étant,
en onde s, alimentées de la même façon, les modulations de la section efficace de photodé-
tachement en fonction de l’énergie peut se déduire en intégrant la distribution spatiale de
courant :
σ ∝
∫ +∞
0
Ai2
[
− 1
λ0
(
ρ2
4z0
+ a
)]
2piρdρ. (6.21)
De plus, d’après Du et Delos [DD88a], l’amplitude des oscillations présentes dans le
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profil de section efficace de photodétachement en champ électrique (par exemple), dépend
de la proportion de la fonction d’onde de l’électron qui revient à la source suite à sa
réflexion par le champ électrique. La présence d’un ventre de densité de courant en ρ = 0,
correspond à un maximum de la dérivée de la section efficace avec l’énergie, et la présence
d’un nœud correspond à un minimum. Demkov et al. donnent une illustration de ce qui
vient d’être dit dans leur article [DKO81] (cf. figure 6.3).
On peut déterminer l’expression de la densité de courant dans l’approximation semi-
classique (le quantum d’action h tend vers 0) à partir de l’équation de la densité de cou-
rant 6.20. L’argument de la fonction d’Airy devient grand dans ce cas (λ0 → 0), on peut
donc considérer son développement asymptotique et écrire :
jz0 ∝
√
ε
1 + cos
[
4
√
2
3
√
m
~qF ε
3
2
(
1− ρ2
ρ2
cl
) 3
2 − pi2
]
2piρ2cl
√
1− ρ2
ρ2
cl
=
√
ε
1 + cos
[
∆Φmax
(
1− ρ2
ρ2
cl
) 3
2 − pi2
]
2piρ2cl
√
1− ρ2
ρ2
cl
.
(6.22)
Le terme oscillant est équivalent à la densité de courant semi-classique avec le déphasage
de −pi2 en plus. Celui-ci correspond à la réflexion de l’électron au niveau du point tournant
ξ = 2a (onde évanescente). Le facteur
√
ε devant l’expression est la signature de la loi de
Wigner à laquelle se superposent les oscillations caractéristiques du photodétachement en
champ électrique [DD88b].
220
Chapitre 7
Spectroscopie de photodétachement
des ions P−, Se− et Sn−
7.1 Le microscope de photodétachement
7.1.1 Diagramme de faisabilité : dimensionnement
En théorie, il est possible d’observer un système d’anneaux d’interférences dans n’im-
porte quelle condition de champ électrique et d’énergie électronique. Cependant, la réalité
expérimentale réduit fortement le domaine d’observation des interférogrammes.
Pour que l’image d’un système d’anneaux d’interférences soit exploitable du point de
vue d’un spectroscopiste de précision, il faut que :
– le nombre d’anneaux sombres N (cf. équation 6.16) soit au moins égal à un (c’est-à-
dire que le premier anneau clair, excepté l’anneau classique, commence à apparaître),
– l’interfrange (cf. équation 6.17) soit plus grand que la limite imposée par la résolution
finie du détecteur,
– l’élargissement énergétique de la source d’électrons soit suffisamment petit pour que la
superposition incohérente d’interférogrammes (un interférogramme par énergie élec-
tronique) ne mène pas à un brouillage trop important de l’image.
Ces conditions se traduisent par des relations entre l’énergie cinétique des électrons ε et
le champ électrique appliqué F dont la représentation graphique correspond au diagramme
de faisabilité (cf. thèse de Valli [Val99]). Ces contraintes réduisent à un domaine très limité,
les valeurs que peuvent prendre les paramètres expérimentaux pour rendre l’observation
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d’un système d’anneaux d’interférences possible. Les valeurs usuelles de ces paramètres
sont données dans le tableau 7.1.
7.1.2 La colonne de champ électrique
La colonne de champ électrique uniforme est constituée de 28 ou 29 plaques polarisées
et reliées entre-elles par un pont diviseur de tensions. Entre deux plaques, à ∼ 0,5 m
du détecteur, dans une zone où le jet d’ions et le laser s’intersectent, les électrons sont
photodétachés. Chaque plaque est percée d’un trou de manière à laisser libre accès aux
photoélectrons qui remontent le champ vers le détecteur. Les simulations du champ généré
au niveau de la zone d’interaction (notamment) montrent qu’il existe des variations sur
l’axe d’environ 1 % en raison d’une part, de la présence des orifices au centre des plaques,
d’autre part, de la mise à la masse du conducteur extérieur à la colonne [Dra10].
Cependant, on sait que les contraintes sur le champ ont été surévaluées. Dans la sous-
section 6.2.3 du chapitre 6, on a vu que la phase de l’interférogramme se construit le long de
l’orbite fermée dans un volume de taille micrométrique autour du point source (de l’ordre
de a3, cf. tableau 7.1). À des distances macroscopiques, les inhomogénéités de champ ont
pour effet de déformer globalement l’interférogramme sans en altérer la phase. Le champ
n’a besoin d’être uniforme et connu qu’au niveau de la zone entourant la source d’électrons
(zone d’intersection jet/laser qui est en réalité de quelques mm3).
Nom Paramètre Expression Ordre de grandeur
Hauteur de chute de l’électron z0 0,563 m
Champ électrique F 150 - 450 V/m
Énergie cinétique de l’électron ε 0,4 - 2 cm−1
Vitesse de l’électron V0
√
2ε
m 4,2 - 9,4 km/s
Hauteur de remontée a εqF 0,3 - 1,65 µm
Rayon classique ρcl 2
√
az0 0,4 - 1,8 mm
Temps de chute moyen T¯
√
2mz0
qF 100 - 200 ns
Différence extrême de temps de vol ∆T 2
√
2mε
qF 100 - 700 ps
Longueur d’onde caractéristique λ0
(
~2
2mqF
)1/3
45 - 60 nm
Nombre d’anneaux sombres N 23pi
√
2mε3
~qF 1 - 3
Interfrange moyen i 3pi ~ε
√
qFz0
2m 60 - 215 µm
Table 7.1 – Liste des paramètres fondamentaux de la microscopie de photodétachement avec les
ordres de grandeurs associés. Les paramètres secondaires sont exprimés en fonction de la masse
m et la charge q de l’électron, et des paramètres primaires z0 (positif ici), F et ε. Ce tableau a
en partie été extrait du mémoire de HDR de Cyril Drag [Dra10].
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7.1 Le microscope de photodétachement
Le microscope était aussi équipé d’une double chemise en µ-métal pour minimiser la
pénétration de champs magnétiques dans la chambre d’interaction (champ magnétique
terrestre par exemple). Là encore, les contraintes ont été surévaluées puisque il a été dé-
montré que la phase de l’interférogramme est très peu modifiée par la présence d’un champ
magnétique [CPB+10].
7.1.3 Correction de l’effet Doppler
Le fait de réaliser des expériences de spectroscopie d’électrons avec une source en mou-
vement nécessite que soit corrigé l’effet Doppler. Une méthode classique pour prendre en
compte ce phénomène est de réaliser deux sources d’électrons (et donc deux interféro-
grammes) par double passage, avec des angles d’intersection différents, du faisceau laser
au sein du jet d’ions.
Un calcul rigoureux, qui tient compte de la cinématique du jet d’ions, permet d’exprimer
l’énergie du seuil de détachement en fonction des paramètres du problème et de l’énergie
cinétique moyenne ε¯ des électrons des deux interférogrammes [Val99] :
Ed = γhν
[
1 + ηβD2
( 1
L
− F2U
)]
− ε¯, (7.1)
où ν est la fréquence du laser, D la distance entre les deux sources d’électrons, L la distance
entre le jet d’ions et le miroir sphérique qui permet le renvoi du faisceau laser sur le jet,
U la tension d’accélération du jet d’ions, β et γ les paramètres relativistes habituels et
η = ±1 un paramètre dont la valeur dépend de l’effet Doppler relatif des deux taches (+1
si l’effet Doppler moyen est positif, c’est-à-dire si la différence, du point de vue du jet,
entre l’énergie du photon pour l’interférogramme d’aller et celui pour l’interférogramme de
retour est positif, -1 dans le cas contraire).
7.1.4 Dégradation du contraste des interférogrammes
Les sources de dégradation du contraste des interférogrammes ont, outre le signal per-
turbateur généré par des électrons parasites issus des collisions qui ont lieu au sein du jet,
deux origines : spatiale et énergétique.
Sources spatiales de dégradation La zone de recouvrement du faisceau laser et du
jet d’ions n’est pas ponctuelle. La principale conséquence est la production incohérente de
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systèmes d’anneaux d’interférences entraînant un brouillage de l’interférogramme. La perte
de contraste est rédhibitoire pour la spectroscopie de précision si la dimension du volume
d’interaction jet/laser, transverse au plan de détection, dépasse la taille de l’interfrange le
plus petit (qui se trouve en périphérie du système d’anneaux, cf. tableau 7.1). Pour réduire
au maximum cette dimension, le faisceau laser est focalisé et intersecte le jet d’ions dans
la direction transverse au détecteur. Des interférences ont cependant déjà été produites
dans une configuration où l’intersection du faisceau laser avec le jet s’opérait dans un plan
parallèle au détecteur. Le système d’interférences résultant est un système de franges (cf.
figure 6.1).
Outre la taille du volume d’interaction, intervient la résolution nécessairement limitée
du détecteur d’électrons (la taille d’un pixel du détecteur actuel est 20×20 µm).
Sources énergétique de dégradation La largeur spectrale du laser (continu) de
quelques MHz est ici négligeable.
La principale cause d’élargissement spectral provient à la fois de la diffraction du fais-
ceau laser (qui peut être interprétée comme une limitation en termes de temps de transit)
au niveau de jet et de la dispersion en vitesse des ions (cf. sous-section 2.4.2). Ces phéno-
mènes, couplés à l’effet Doppler, entraînent un brouillage conséquent de l’interférogramme.
Par chance, ce type d’élargissement a de fortes répercussions principalement localisées au
centre des interférogrammes, contrairement à ce qui se passe pour les pertes directes de
résolution spatiale. En effet, l’anneau classique (périphérie du système d’interférences) voit
sa taille augmenter comme la racine carrée de l’énergie cinétique des électrons
√
ε, tandis
que le nombre d’anneaux augmente beaucoup plus vite, en ε3/2. En outre, lorsque le dépha-
sage augmente, les nouveaux anneaux sont générés au centre de la figure. Une dispersion
en énergie entraîne donc un brouillage de phase bien plus grand au centre qu’au bord.
L’ensemble des sources contributives au brouillage de l’interférogramme est intégré dans
le modèle théorique par convolution de la densité de courant idéale donnée par l’équa-
tion 6.20 (cf. thèse de Valli pour le détail des calculs [Val99]).
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7.2 Spectroscopie de P− et P : photodétachement vers
un terme spectral excité [PBV+11]
Le phosphore est le premier élément étudié depuis la mise en place de la nouvelle source
à spallation de césium SNICS II (cf. section 2.1 du chapitre 2). La source produit un jet
d’ions P− très stable de 100 pA (au sein de la zone d’interaction) et de 1,2 keV d’énergie
cinétique. Avant de pénétrer la zone d’interaction, les ions sont décélérés à 300 eV de
manière à réduire l’effet Doppler.
Les expériences de microscopie de photodétachement ne concernaient, jusqu’à présent,
que les transitions mettant en jeu les termes fondamentaux des deux édifices étudiés (l’ion
négatif et son atome). Le premier terme spectral excité de P, un 2Do, situé à ∼ 17000 cm−1
du terme fondamental de P−, est bien adapté pour une étude spectroscopique avec notre
laser à colorant (Spectra-Physics 380, colorant Rhodamine 590) continu visible pompé par
la raie à 514 nm d’un laser à argon ionisé (nombre d’onde mesuré avec un lambdamètre
HighFinesseTM WS-8, cf. chapitre 2, sous-section 2.3.3.1).
Laisser l’atome de phosphore dans son état excité augmente nos chances d’observer
l’effet, sur la phase de l’interférogramme, de la rediffusion du photoélectron sur le cœur
neutre (la partie de l’onde qui est réfléchie par le champ électrique) [Fab82].
7.2.1 Données spectroscopiques de P− et P
Affinités électroniques et structures fines L’affinité électronique du phosphore
ainsi que la structure fine du terme spectral fondamental 3P de P− ont déjà été
plusieurs fois mesurées à l’aide de la méthode LPT (Laser Photodetachment Thre-
shold) [Fel76, SL77, ALA+07]. Cette technique consiste à observer l’évolution de la section
efficace de photodétachement (relative) en fonction de la longueur d’onde du photon. Au
passage de chaque nouveau seuil de détachement, s’ajoute à la section efficace totale la
contribution partielle associée à la nouvelle voie qui s’ouvre, avec une variation détermi-
née par la loi de Wigner [Wig48] (cf. sous-section 1.2.1.3 du chapitre 1). L’ajustement de
cette loi sur les données expérimentales permet de déterminer l’énergie de chaque seuil de
détachement observé.
L’expérience réalisée par Slater et Linberger [SL77] consistait à détacher l’électron en
laissant l’atome neutre dans son état excité 2D. Ils déterminèrent l’affinité électronique en
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retranchant à l’énergie mesurée l’énergie de ce doublet D par rapport au niveau fondamental
du neutre. La sensibilité de leur expérience n’était cependant pas suffisante pour observer
un seuil qui mette en jeu le niveau 2Do3/2. La probabilité relative de détachement depuis le
niveau fondamental de P− (niveau thermiquement le plus peuplé) jusqu’au niveau 2Do3/2
est en effet neuf fois plus faible que vers le niveau 2Do5/2 (cf. figure 7.1).
La mesure la plus récente [ALA+07] donne une valeur de 0,74668(6) eV (soit
6022,38(49) cm−1) pour l’affinité électronique et 0,03273(7) (3P2-3P0), 0,02248(7) (3P2-3P1)
et 0,01025(3) eV (3P1-3P0) pour les intervalles de structure fine de P− (cf. tableau 7.3).
Notre connaissance du spectre du phosphore vient essentiellement des travaux de Sven-
denius en 1979 [Sve80]. Parmi les centaines de niveaux qu’il observa, il y a le doublet 2D
(issu de la configuration électronique fondamentale 1s22s22p63s23p3) qui nous intéresse.
Il détermina des énergies d’excitation (par rapport au niveau fondamental du phosphore
neutre) de 11361,02 et 11376,63 cm−1 pour les niveaux 2Do3/2 et 2Do3/2 respectivement avec
une erreur estimée à 0,05 cm−1 (supposée être égale à une fois l’écart-type, cf. tableau 7.3).
Structures hyperfines Le phosphore a la particularité de ne posséder qu’un seul isotope
stable (31P). Sa configuration électronique à l’état fondamental présente trois électrons de
valence non-appariés 1s22s22p63s23p3. Le nombre de masse de cet isotope étant impair, il
possède un moment de spin nucléaire I non-nul égal à 1/2. Sa présence donne naissance à
un doublet hyperfin pour chaque terme spectral de moment cinétique total J non-nul.
Dans la littérature, on ne trouve aucune étude expérimentale ou théorique qui concerne
la structure hyperfine des niveaux 3P de l’ion P− et 2D de P qui nous intéressent.
On peut néanmoins penser qu’en raison de la symétrie spatiale du noyau (liée à son mo-
ment angulaire I = 1/2), la structure hyperfine du phosphore ne possède pas de composante
quadrupolaire électrique.
Pour estimer les paramètres de structure hyperfine du phosphore on utilise une méthode
d’extrapolation le long d’une série isoélectronique inventée par Trainham et al. [TJL89]
et utilisée pour estimer la structure hyperfine de 33S− moyennant la connaissance de la
structure hyperfine du chlore, et plus récemment par Blondel et al. [BDV+01] pour estimer
la structure hyperfine de 17O− à partir de celle du fluor 19F.
La méthode requiert l’application de deux facteurs correctifs. Il faut, d’une part, tenir
compte du rapport des facteurs de Landé nucléaires. D’autre part, il faut considérer la
contribution électronique moyenne 〈r−3〉, qui peut être estimée à partir des structures
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Figure 7.1 – Schéma des niveaux du phosphore. Les valeurs numériques sont celles reconstruites
après mélange de nos mesures de seuils avec les mesures d’énergie d’excitation de Svendenius. On
donne les intervalles fondamentaux (le vecteur des X utiles pour l’application du principe de Ritz
(cf. texte). On donne également les poids relatifs des transitions. La transition B est interdite par
les règles de sélection.
fines, car c’est la même intégrale radiale qui intervient dans les écarts fins et hyperfins. La
remise à l’échelle se fait donc en multipliant le paramètre de structure hyperfine du 33S par
le rapport des écarts de structure fine observés pour les termes spectraux considérés (le 3P
et le 2D) et par le rapport des facteurs de Landé.
L’application de cette méthode sur P− en utilisant les paramètres de structure hyper-
fine de 33S calculés récemment par Thomas Carette et Michel R Godefroid [CG11] donne
un paramètre de structure hyperfine dipolaire magnétique de 313 MHz pour le niveau 3P2
et de -11 MHz pour le niveau 3P1. Le niveau 3P0 ne possède pas de structure hyperfine.
L’hypothèse d’une structure hyperfine dominée par le terme dipolaire magnétique permet
d’estimer l’écart des niveaux de chaque doublet de structure hyperfine du terme fondamen-
tal de l’ion P− (Eshf (I,J,F)-Eshf (I,J,F-1) = AJ F, où F est le moment cinétique total, cf.
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figure 7.4).
On ne connait de la structure hyperfine des niveaux d’énergie du phosphore neutre que
celle du terme fondamental 4So3/2 et de quelques niveaux excités pairs [Sve80].
Particularités de l’histoire de la mesure du paramètre de structure hyperfine
du terme fondamental du phosphore neutre L’histoire de la détermination du pa-
ramètre de structure hyperfine associé à la perturbation dipolaire magnétique est intéres-
sante. H. G. Dehmelt est le premier à l’avoir mesuré expérimentalement sans en déduire le
signe [Deh55]. En 1962, Lambert et Pipkin mesurèrent une nouvelle fois très soigneusement
ce paramètre et démontrèrent qu’il était positif [LP62, LP63] (A = +55,055691(7) MHz).
Les calculs théoriques de l’époque menaient, au contraire, à une valeur négative du
paramètre de structure hyperfine (cf. article [BLBM+64], par exemple).
Les résultats d’une autre expérience due à Pendlebury et Smith [PS64] soutinrent les
résultats de Lambert et Pipkin. En 1967, les théoriciens Dutta et al. [DMPD67] mirent fin
au débat en considérant mieux les corrélations électroniques. Leur résultat était en accord
avec la mesure expérimentale, que ce soit pour le signe ou la valeur numérique.
7.2.2 Mesures des seuils de détachement du phosphore et analyse
des données
Les seuils mesurés sont représentés sur la figure 7.1. La transition B est interdite par
les règles de sélection.
Comme on l’a vu dans la sous-section 7.1.3, pour éliminer l’effet Doppler dû au mouve-
ment des ions, il est nécessaire d’enregistrer, par double passage du faisceau laser à travers
le jet d’ions négatifs, une paire d’interférogrammes (cf. thèse de Valli [Val99]). On donne un
exemple d’une telle paire sur la figure 7.2 (cf. thèse de Valli pour les détails [Val99]). Cette
paire est accompagnée de la paire simulée associée issue d’un programme d’ajustement
qui, utilisant la densité de courant théorique (équation 6.20), permet d’extraire l’énergie
cinétique ε qu’avait l’ électron juste après le photodétachement.
Le retranchement de cette énergie ε à celle du photon excitateur (après prise en compte
de l’effet Doppler) devrait donner l’énergie de transition entre le niveau de départ de
l’ion négatif et le niveau d’arrivée de l’atome. Mais la mesure repose sur la différence
de phase maximale de l’interférogramme (cf. équation 6.19). Cette différence de phase est
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Figure 7.2 – À gauche, paire d’interférogrammes électroniques expérimentale (seuil F) produite
dans un champ électrique de 364,1 V/m. À droite, résultat du meilleur ajustement. L’énergie
cinétique des électrons de 0,643(2) cm−1 à l’origine de l’interférogramme du haut qui compte
deux anneaux (excepté l’anneau classique) est supérieure à l’énergie cinétique de 0,532(2) cm−1
des électrons à l’origine de la tache du bas.
inversement proportionnelle au champ électrique présent au niveau de la zone d’interaction
(zone d’intersection entre le faisceau laser et le jet d’ions). On ne mesure donc réellement
que le rapport ε
3
2
F
Or, le champ électrique expérimental Fm (celui utilisé dans le programme d’ajustement)
n’est déterminé qu’approximativement. L’incertitude sur ce champ introduit donc, en plus
de l’incertitude naturelle de la mesure de la phase, une incertitude supplémentaire. La
phase ∆Φmax fixe le rapport ε
3
2
F
, que l’on peut écrire aussi bien pour les valeurs mesurées
εm et Fm que pour les valeurs réelles εr et Fr :
∆Φmax ∝ ε
3
2
r
Fr
= ε
3
2
m
Fm
. (7.2)
On en déduit une relation de proportionnalité entre l’énergie cinétique réelle et l’énergie
mesurée :
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εr = kεm, (7.3)
où k =
(
Fr
Fm
) 2
3 .
L’énergie de la transition étudiée (l’affinité électronique par exemple) est liée à l’énergie
cinétique par la relation :
E = hν − ε, (7.4)
où hν est l’énergie du photon excitateur.
L’énergie de transition réelle Er est donc fonction affine de l’énergie cinétique électro-
nique εm mesurée :
Er = hν − εr = hν − kεm = hν − εm + εm − kεm = Em + (1− k)εm, (7.5)
où Em est l’énergie de transition mesurée (en considérant un champ électrique Fm)
On obtient finalement :
Em = Er + (k − 1)εm. (7.6)
Si l’erreur sur le champ électrique est nulle, la pente est nulle et l’énergie de transition
mesurée est égale à l’énergie de transition réelle.
On peut s’affranchir de la connaissance exacte du champ électrique réel Fr en mesurant
une série d’interférogrammes à des énergies d’excitation différentes. L’énergie de transition
réelle Er est alors donnée par l’ordonnée à l’origine de la droite qui ajuste au mieux le nuage
de points expérimentaux représentés dans l’espace (Em, εm), (cf. figure 7.3). La méthode
statistique utilisée qui minimise le χ2 est décrite dans la section C.3 de l’annexe C de la
thèse de Walid Chaibi [Cha06].
Le champ électrique mesuré étant vraisemblablement proche de la valeur réelle (erreur
relative δFm
Fm
de moins de 1 %, cf. section 6.3 du mémoire d’HDR de Cyril Drag [Dra10]),
on peut contraindre la pente à avoir une valeur proche de la valeur nulle (erreur relative
de l’ordre du pourcent) 1.
1. Concrètement, cela consiste à ajouter un terme a2σ2a au χ
2 (cf. thèse Chaibi, annexe C.3 [Cha06]) , où
a le paramètre d’ajustement du nuage de points qui représente la pente, et σa correspond à la contrainte
(écart-type) appliquée sur la pente.
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En outre, la valeur du champ électrique réellement perçu par les électrons (et les ions)
au moment du photodétachement dépend du lieu d’intersection entre le faisceau laser et
le jet d’ions. Cependant, la variation de la position de la zone d’interaction est fortement
limitée par la géométrie de l’expérience. On tient compte de ceci en ajoutant une contrainte
supplémentaire de corrélation des pentes de tous les jeux de mesures.
7.2.2.1 Analyse des données brutes
Pour chaque seuil A, C, D, E et F, nous avons mesuré une série de paires d’interféro-
grammes. Le programme d’ajustement s’appuyant sur l’équation de la densité de courant
de l’électron 6.20 (convoluée) nous a permis de déduire, pour chaque seuil, une série de
couples (Em, εm). On donne l’exemple du seuil C sur la figure 7.3. Les valeurs des énergies
de transitions réelles Er déduites à partir des nuages de points par ajustement linéaire (cf.
sous-section précédente), sont données dans le tableau 7.2.
Figure 7.3 – Énergie apparente du seuil C en fonction de l’énergie cinétique moyenne des
photoélectrons. L’extrapolation à une énergie cinétique nulle donne une mesure de l’énergie du
seuil réel de 17201,976(11) cm−1 si la régression ne tient compte que du jeu de mesures pour
ce seuil (courbe rose) ou 17201,975(6) cm−1 si la régression est globale et tient compte de la
nécessaire similitude des pentes d’un jeu de mesures à l’autre (courbe bleue).
Les courbes roses représentent les droites optimales associées aux nuages de points des
seuils individuels. Les courbes bleues ont été déterminées en considérant des corrélations
de chaque série de mesures au travers d’un terme qui fait intervenir la contrainte sur l’écart
des pentes individuelles.
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Transition Mesures Er (cm−1) Mesures reconstituées (cm−1)
A 17118,9994(54) 17118,9994(54)
C 17201,9749(56) 17201,9747(55)
D 17217,4797(53) 17217,4799(49)
E 17382,8616(78) 17382,8620(63)
F 17398,3672(49) 17398,3672(48)
Table 7.2 – Tableau récapitulatif des énergies de transitions, mesurées par microscopie de
photodétachement, depuis le terme fondamental 3P du P− vers le premier terme excité 2D du
phosphore neutre (configuration électronique fondamentale). Dans la deuxième colonne, on donne
les mesures telles qu’elles ressortent des données brutes avec leurs barres d’erreurs à 2σ. Dans la
troisième colonne, on donne les seuils reconstitués, à l’aide du principe de Ritz, suite à la prise
en compte des mesures de Svendenius [Sve80].
7.2.2.2 Affinité électronique du phosphore et structures fines
Pour déduire de nos mesures l’affinité électronique du phosphore (cf. figure 7.1), il est
nécessaire de les combiner avec les résultats de Svendenius [Sve80] concernant l’énergie de
transition entre le niveau fondamental de l’atome 4So3/2 et le doublet excité 2Do3/2,5/2.
Application globale du principe de combinaison de Ritz aux mesures de seuils
de détachement et aux données spectroscopiques sur les niveaux 2D du neutre
Les seuils mesurés ainsi que les énergies d’excitation de Svendenius sont combinaisons li-
néaires des intervalles d’énergies X, Y, Z, S, T (cf. figure 7.1). Le vecteurM des seuils expéri-
mentaux étudiés s’écrit en fonction du vecteur des intervalles d’énergies X = t(X,Y,Z,S,T) :
M =
X Y Z S T

−1 −1 0 1 1 A
−1 0 0 1 1 C
−1 0 1 1 1 D
0 0 0 1 1 E
0 0 1 1 1 F
0 0 0 0 1 P
0 0 1 0 1 Q
.X = I.X (7.7)
où P et Q représentent respectivement les niveaux 4So3/2 → 2Do3/2 et 4So3/2 → 2Do5/2 mesurés
par Svendenius.
Déterminer la valeur la plus probable du vecteur des X revient, en supposant des dis-
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tributions statistiques gaussiennes, à minimiser un χ2 (méthode des moindres carrés). Plus
précisément, on cherche à minimiser les contraintes internes qui existent au sein du vecteur
des mesures expérimentales Mexp suite à l’ajout des énergies d’excitation de Svendenius,
en calculant un vecteur M optimal.
Le χ2 s’exprime en l’occurrence comme le produit de trois matrices,
t(Mexp −M)S(Mexp −M) qui fait intervenir la différence entre le vecteur des me-
sures expérimentales Mexp et le vecteur M = IX où X est le vecteur d’essai. La matrice
S est l’inverse de la matrice de variance-covariance Σ des mesures expérimentales :
Σ =
A C D E F P Q

7, 4.10−6 4, 33.10−6 3, 88.10−6 5, 15.10−6 3, 92.10−6 0 0
4, 33.10−6 7, 9.10−6 4, 14.10−6 5, 5.10−6 4, 19.10−6 0 0
3, 88.10−6 4, 14.10−6 6, 93.10−6 4, 93.10−6 3, 75.10−6 0 0
5, 15.10−6 5, 5.10−6 4, 93.10−6 1, 53.10−6 4, 98.10−6 0 0
3, 92.10−6 4, 19.10−6 3, 75.10−6 4, 98.10−6 5, 92.10−6 0 0
0 0 0 0 0 2, 5.10−3 0
0 0 0 0 0 0 2, 5.10−3
.
(7.8)
Les éléments de matrice sont donnés en cm−2.
Nos mesures qui sont toutes corrélées entre elles, ne le sont pas avec celles de Svendenius
comme on peut le voir dans l’expression de Σ. En revanche, il peut exister une corrélation
entre les deux énergies mesurées par Svendenius mais elle n’est pas évoquée dans son article.
Minimiser le χ2 revient à annuler la différentielle :
dχ2 = t(IdX)S(IX−Mexp) + t(IX−Mexp)S(IdX)
= t(IdX)S(IX−Mexp) + t[t(IdX)S(IX−Mexp)] = 0. (7.9)
Le produit t(IdX)S(IX −Mexp) est un scalaire, le χ2 est donc égal à deux fois ce
scalaire (la transposée d’un scalaire est égale à lui-même). La condition 7.9 s’écrit alors :
tdX[(tISI)X− tISMexp] = 0. (7.10)
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Pour que cette forme différentielle soit nulle, il faut et il suffit que :
Xopt = (tISI)−1tISMexp. (7.11)
La matrice de variance-covariance (tISI)−1 de Xopt (en cm−2) :
(tISI)−1 =
X Y Z S T

3, 72.10−6 −9, 75.10−7 −1, 28.10−6 2, 39.10−6 6, 39.10−7
−9, 75.10−7 6, 06.10−6 −2, 13.10−6 1, 08.10−6 1, 06.10−6
−1, 28.10−6 −2, 13.10−6 4, 2.10−6 −2, 04.10−6 2, 1.10−6
2, 39.10−6 1, 08.10−6 −2, 04.10−6 1, 26.10−3 −1, 25.10−3
6, 39.10−6 1, 06.10−6 −2, 1.10−6 −1, 25.10−3 1, 25.10−3
, (7.12)
permet de calculer les écarts-types sur les valeurs des Xopt (racine carrée des variances).
Les valeurs numériques sont données dans le tableau 7.3. On y lit l’affinité électronique du
phosphore eA = 6021,79(8) cm−1 (à 2σ) et les structures fines des niveaux 3P (de P−) et 2Do
(de P). La précision (de quelques mk) est nettement meilleure pour les écarts de structures
fines du fait qu’ils sont complètement indépendants des mesures de Svendenius. Nos valeurs
sont en accord avec les valeurs antérieures à l’intérieur d’un intervalle de confiance de 2σ.
La matrice de corrélation C qui est liée à la matrice de variance-covariance par la
relation C = Σ−
1
2
d .Σ.Σ
−12
d , où Σd correspond à la matrice Σ réduite à ses seuls éléments
diagonaux :
C =
X Y Z S T

1 −0, 205 −0, 323 0, 0349 0, 00936
−0, 205 1 −0, 422 0, 0124 0, 0122
−0, 323 −0, 422 1 −0, 0281 −0, 029
0, 0349 0, 0124 −0, 0281 1 −0, 996
0, 00936 0, 0122 −0, 029 −0, 996 1
(7.13)
L’écart du vecteur des Xopt réajusté par rapport aux mesures expérimentales est caractérisé
par un χ2 = 1,12.
La corrélation de presque -100 % entre S et T vient du fait que dans le schéma des
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niveaux 7.1 la position du fondamental est relativement peu contrainte et que S et T
peuvent varier presque librement. Par conséquent, un accroissement (respectivement une
diminution) de la valeur de T se répercutera sur S par une diminution (respectivement un
accroissement) quasi-identique de sa valeur.
Intervalle Énergie (cm−1) Écart-type σ (cm−1) Valeurs antérieures
X = 3P2-3P1 180,8873 0,0019 181,35 [ALA+07]
Y = 3P1-3P0 82,9752 0,0025 82,65 [ALA+07]
Z = 2Do3/2-2Do5/2 15,5052 0,002 15,61 [Sve80]
S = eA 6021,7896 0,0355 6022,35 [ALA+07]
T = 4So3/2-2Do3/2 11361,0724 0,0354 11361,02 [Sve80]
X+Y = 3P2-3P0 263,8625 0,0028 264,00 [ALA+07]
T+Z = 4So3/2-2Do5/2 11376,5776 0,0354 11376,63 [Sve80]
Table 7.3 – Intervalles d’énergie optimisés. On donne en quatrième colonne les valeurs anté-
rieures avec une barre d’erreur à 1σ. On observe que l’accord entre nos valeurs et les anciennes
n’est pas toujours parfait sauf en considérant un intervalle de confiance de 2σ.
Le vecteur des mesures expérimentales reconstitué Mrec se déduit de l’équation 7.11 :
Mrec = I.X = I(tISI)−1tISMexp (7.14)
La matrice de variance-covariance associée est I(tISI)−1tI et permet de calculer les
barres d’erreurs (cf. tableau 7.2)).
On peut aller plus loin en intégrant en plus les valeurs d’Andersson et al. [ALA+07]
(cf. article [PBV+11] pour les détails). Le calcul aboutit à une valeur légèrement améliorée
de l’affinité électronique eA = 6021,81(8) cm−1 (0,746609(11)eV), et de la structure fine du
terme fondamental 3P de l’ion P−, 82,975(6) cm−1 (pour 3P1-3P0), 180,887(5) cm−1 (pour
3P2-3P1) et 263,863(7) cm−1 (pour 3P2-3P0).
7.2.2.3 Structures hyperfines
La structure hyperfine des niveaux d’énergie est à l’origine d’une augmentation du
nombre de seuils accessibles. Cela donne naissance à une superposition incohérente de
systèmes d’anneaux d’interférences. Le microscope de photodétachement ne permet pas de
résoudre séparément chacun de ces interférogrammes. La meilleure manière de tenir compte
de la présence de la structure hyperfine est d’ajuster les images expérimentales avec une
somme d’interférogrammes, calculés par le programme d’ajustement, chacun correspondant
à un seuil hyperfin accessible. Cette méthode a déjà été appliquée avec succès sur l’ion
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17O− [BDV+01] et plus récemment sur l’ion 127I− [PBDD09].
Cependant, on a vu dans la sous-section 7.2.1 que les informations dont on dispose sur
la structure hyperfine du système P-P− se limitent au terme fondamental du phosphore
neutre (cf. sous-section 7.2.1). Nous n’avons aucune information sur la structure hyperfine
des niveaux excités 2D3/2,5/2 (cf. figure 7.4).
Figure 7.4 – Schéma des niveaux de structure fine et hyperfine des niveaux d’intérêt du système
P-P− avec leurs intensités relatives. Les intervalles de structure hyperfine des termes 3P2 et 3P1
de l’ion P− sont des extrapolations de la structure hyperfine calculée du système isoélectronique
33S.
Pour traiter les données expérimentales, le programme d’ajustement convolue une image
d’un interférogramme parfaitement contrasté avec des fonctions qui décrivent les flous spa-
tiaux et énergétiques de l’expérience. L’origine de la plus grande partie des élargissements
énergétiques s’explique par l’effet Doppler correspondant aux distributions angulaires des
vecteurs d’onde du faisceau laser et de la vitesse des ions. La structure hyperfine est convo-
luée par cet élargissement.
On peut se demander si l’élargissement spectral observé contient de l’information
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concernant les écarts de structure hyperfine (cf. tableau 7.4).
A C D E F
0,9(4) 0,8(3) 1,7(4) 1,1(4) 1,2(4)
Table 7.4 – Demi-largeur des flous énergétiques (en GHz) observés pour chaque seuil étudiés.
L’incertitude est donnée à 1 σ.
Les incertitudes sont tellement grandes que nos essais d’optimisations à trois et quatre
paramètres d’ajustement (les écarts hyperfins de chaque doublet avec ou sans considération
de la levée de dégénérescence du niveau 3P1, principe de Ritz) des seuils mesurés n’ont pas
aboutit à des résultats concluants.
La similitude des largeurs observées pour les seuils A et C va dans le sens d’un faible
écart hyperfin du niveau 3P1. La plus grande largeur pour les seuils E et F peut se com-
prendre du fait que l’intervalle hyperfin du niveau 3P2 attendu est grand. En revanche,
la plus grande valeur de la largeur pour le niveau D ne peut pas se comprendre par des
arguments simples d’écarts hyperfins étant donné les valeurs observées pour les seuils pré-
cédents.
7.3 Affinité électronique du sélénium [VDB12]
Le sélénium est l’élément numéro 34 du tableau périodique et constitue avec O, S, Te,
Po et Lv la famille des chalcogènes (colonne 16 du tableau périodique). Il forme un ion
négatif relativement stable avec une énergie de liaison (affinité électronique du neutre) de
l’ordre de 2 eV.
La première étude spectroscopique de l’ion Se− a été menée par Hotop et al. en
1973 [HPL73]. Leur expérience consistait à photodétacher un jet d’ions Se− avec un fais-
ceau laser à colorant pulsé accordable visible (520-700 nm, cinq colorants successivement)
pompé par une lampe à xénon. L’ajustement, près de chaque seuil observable, de la va-
riation de la section efficace relative expérimentale en fonction de l’énergie par une loi de
Wigner leur permit de mesurer l’affinité électronique du sélénium 16297(2) cm−1 (transi-
tion 2P3/2-3P2) et la structure fine du doublet fondamental 2P3/2,1/2, 2279(2) cm−1 de l’ion
négatif.
En 1985, Mansour et al. [EML85, MEL88] mesurent à nouveau l’affinité électronique
en photodétachant les ions Se− dans un piège de Penning. Ils affichent une valeur à
16297,8(2) cm−1 qui est plus précise et en accord avec celle mesurée par Hotop et al..
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En 1996, Thøgersen et al. [TSS+96], utilisant un schéma Raman, mesurent une affinité
électronique de 16297,7(4) cm−1 similaire aux valeurs précédentes, et un écart de structure
fine du doublet 2P3/2,1/2.
7.3.1 Dispositif expérimental
La source SNICS II (cf. chapitre 2, section 2.1) produit un jet de Se− de 1,2 keV d’énergie
cinétique de courant relativement faible (60 pA, jet de 1 mm de diamètre). Le jet est envoyé
vers la zone d’interaction (après décélération des ions à une énergie cinétique de 300 eV) où il
intersecte par deux fois (pour corriger, au premier ordre, l’effet Doppler [Val99]) le faisceau
produit par un laser à colorant en anneau continu (Spectra 380A, colorant Rhodamine 640)
dont le nombre d’onde est mesuré avec un lambdamètre HighFinesseTM WS-U et dont la
précision est meilleure que 2.10−3 cm−1 (cf. chapitre 2, sous-section 2.3.3.1). La calibration
du lambdamètre est vérifiée régulièrement par comparaison avec la longueur d’onde de la
lumière d’une diode laser positionnée, à l’aide de la technique d’absorption saturée, sur
une composante hyperfine de la raie D2 du césium atomique.
La résolution de notre filtre de masse était trop faible et la masse du sélenium trop
grande (80 pour le plus abondant) pour parvenir à ne sélectionner qu’un isotope. Malgré
cela, les interférogrammes mesurés avaient un très bon contraste.
7.3.2 Structure hyperfine et décalage isotopique
Le rôle de la structure hyperfine comme source de flou est fortement réduit par le fait
que moins de 8 % de la masse d’un échantillon naturel présente un nombre de masse impair
(le seul isotope impair est 77Se).
La dépendance isotopique de l’affinité électronique devrait être, ici, la source d’élargis-
sement la plus grande. Le soufre, qui appartient à la même colonne du tableau périodique
que le sélénium, présente un décalage isotopique très faible (+0,0023(70) cm−1 de 32S à
34S) [CDS+10]. L’oxygène, qui est aussi dans la même colonne que le sélénium, montre un
décalage isotopique anomal de -0,074(18) cm−1 (de 16O à 18O) qui est loin d’être négli-
geable par rapport à la précision de notre expérience. Le sélénium étant lourd, le décalage
isotopique normal, qui est inversement proportionnel au carré du nombre de masse du
noyau [Bre58], est beaucoup plus petit que pour l’oxygène ou le soufre (+0,0169 cm−1 de
32S à 34S). Gillett et al. [GDB94] ont mesuré l’intervalle de structure fine 3P2-3P1 des deux
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isotopes les plus abondants 78Se et 80Se (qui constituent 73,4 % du total), et pour le 77Se.
Ces mesures donnent un décalage isotopique 78Se-80Se de 0,00034(12) cm−1 (barre d’erreur
à 2σ) qui est complètement négligeable au regard de la précision de notre expérience.
7.3.3 Analyse des données : affinité électronique du sélénium
Pour réduire les possibilités d’erreurs systématiques, nous avons réalisé des séries de
mesures avec des champs électriques différents (254,1 V/m et 364,5 V/m). On a représenté,
sur la figure 7.5, l’ensemble des couples (εm,Em) mesurés pour ces deux champs (cf. sous-
section 7.2.2 pour les détails de l’analyse de données).
Figure 7.5 – Régression linéaire des énergies de seuil mesurées en fonction de l’énergie cinétique
électronique moyenne. Les points verts (respectivement jaunes) correspondent à des mesures
réalisées avec un champ électrique de 254,1 V/m (respectivement 364,5 V/m). Les régressions
linéaires sont représentées avec les mêmes couleurs. En bleu, on a tracé la régression linéaire
générale (toutes les données sont prises en compte) dont l’extrapolation à énergie cinétique nulle
donne l’affinité électronique.
Les points des deux séries de mesures sont remarquablement bien alignés. La régres-
sion linéaire au travers de la série de points mesurée avec un champ de 254,1 V/m (droite
verte) présente une pente légèrement différente de celle ajustée sur la série de points ac-
quise avec un champ de 364,5 V/m (la contrainte sur l’écart entre les pentes a été prise
en considération, cf. sous-section 7.2.2). L’erreur relative sur le champ électrique mesuré
devrait être la même quelque soit sa valeur, la régression peut être appliquée sur l’ensemble
des données (droite bleue sur la figure 7.5). L’extrapolation à énergie cinétique nulle per-
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met de mesurer l’affinité électronique du sélénium. On trouve une affinité électronique de
16297,276(9) cm−1 (ou 2,0206022(12) eV, barre d’erreur donnée à 2σ) qui améliore d’un
facteur 60 la précision de la valeur antérieure.
Les valeurs de 16297(2) cm−1 et 16297,7(4) cm−1 mesurées respectivement par Hotop
et al. [HPL73] et par Thøgersen et al. [TSS+96] sont en accord avec la nôtre. En revanche,
on observe un désaccord entre notre valeur et celle mesurée en 1985 par Mansour et al.
avec un piège de Penning, de 16297,8(2) cm−1 [MEL88].
7.4 Affinité électronique de l’étain [VDB13]
L’étain, élément de numéro atomique 50, fait partie de la famille des cristallogènes
(colonne 14 du tableau périodique dont fait partie le carbone). Sa configuration électronique
[Kr] 4d105s25p2 donne notamment naissance à un triplet fondamental 3P0,1,2 (cf. figure 7.6).
Figure 7.6 – Schéma des niveaux de l’étain. eA est la transition mettant en jeu les états fonda-
mentaux du système Sn−-Sn qui définit l’affinité électronique. Les valeurs numériques sont celles
issues de l’analyse de nos données expérimentales. Le doublet 2D est une particularité de l’ion
Sn− (et des cristallogènes de numéro atomique inférieur à 50), il a été observé par Scheer et
al. [SBBH98].
L’étain, et les autres éléments de la famille des cristallogènes de numéro atomique plus
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petit que 50 (l’ion négatif du plomb est très peu lié), forment des ions négatifs ayant des
niveaux stables distribués sur plusieurs termes spectraux. En particulier, l’ion Sn− présente
un structure énergétique stable composée d’un singulet fondamental 4S3/2 (l’énergie de
transition 4S3/2 → 2P0 définit l’affinité électronique) et d’un doublet excité 2D3/2,5/2 (cf.
figure 7.6).
7.4.1 Dispositif expérimental
Notre source SNICS II (cf. chapitre 2, section 2.1), équipée d’une cathode d’étain pur,
produit un jet d’ions Sn− stable de 1-3 nA, contenant tous les isotopes d’un échantillon
naturel. Notre filtre de masse n’a pas la résolution suffisante pour sélectionner un isotope
particulier. Avant de pénétrer la zone d’interaction, le jet, de 2 keV, est ralenti de 900 eV
de manière à diminuer l’élargissement Doppler et à améliorer le contraste des anneaux
d’interférences. Le photodétachement des ions s’opérait par la transition 4S3/2 → 3P2 à
l’aide d’un laser Ti:Sa continu de 1 W (Coherentr MBR-110) pompé par un laser Nd:YVO4
doublé en fréquence. La longueur d’onde du laser, autour de 806,6 nm (12397,70 cm−1)
est mesurée avec un lambdamètre HighFinesseTM WS-8 et calibrée au moyen d’une diode
calée, par absorption saturée, sur une composante hyperfine de la raie D2 du césium.
7.4.2 Données spectroscopiques du système Sn−-Sn
7.4.2.1 Spectroscopie de Sn− dans la littérature
En 1986, Miller et al. [MML86] étudièrent cet élément par spectrométrie d’électrons
photodétachés par laser (LPES, Laser Photodetachment Electron Spectrometry). Ils me-
surèrent une valeur de l’affinité électronique avec une précision de quelques meV (précision
typique de cette méthode), de 1,112(4) eV (soit 8969(33) cm−1). En 1996, Thøgersen et
al. [TSSH96], par la méthode LPT (Laser Photodetachment Threshold) améliorèrent la
connaissance de l’affinité électronique à 8969,6(5) cm−1. Deux ans plus tard, Scheer et al.
réitérèrent la mesure en améliorant sa précision d’un facteur trois, 1,112067(15) eV (soit
8969,43(13)) [SBBH98]. En outre, ils utilisèrent un schéma Raman (leur système laser pulsé
était accordable sur une gamme de longueurs d’onde extrêmement large 1-5 µm) pour me-
surer l’énergie de liaison 0,397617(15) eV et 0,304635(15) eV des termes spectraux respectifs
2D3/2 et 2D5/2. Ils déduisirent de ces valeurs l’intervalle de structure fine 749,95(15) cm−1
(soit 92,982(19) meV) du terme excité 2D3/2,5/2.
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7.4.2.2 Spectre de l’étain neutre
Le spectre de l’étain est essentiellement connu au travers des travaux de thèse de
Brill [Bri64] (1964). Parmi les dizaines de niveaux référencés, il mesura, relativement au
fondamental 3P2, l’énergie 1691,806(11) cm−1 du premier niveau de structure fine 3P1 et
l’énergie 3427,673(11) cm−1 du niveau 3P0.
Trente ans plus tard, Gillett et al. [GDB94] mesurèrent avec une très grande préci-
sion, la structure fine du terme fondamental 3P. Pour les paires d’isotopes 118/120 et
117/119, ils mesurèrent respectivement, un intervalle moyen de 1691,80710(36) cm−1 et
1691,80765(75) cm−1 pour 3P1-3P0 et 1735,86405(75) cm−1 pour 3P2-3P1 (uniquement
pour le couple 118/120). On trouve finalement pour l’intervalle 3P2-3P0 une énergie de
3427,6714(26) cm−1 (la barre d’erreurs est faite pour englober tous les isotopes). Cette
valeur est plus précise que celle mesurée par Brill [Bri64]. Nous utiliserons cette valeur
pour déterminer l’affinité électronique de l’étain en la retranchant à notre mesure du seuil
4S3/2 → 3P2.
7.4.2.3 Décalages isotopiques
L’étain est l’élément qui forme le nombre d’isotopes stables, égal à 10, le plus grand du
tableau périodique avec un nombre de masse allant de 112 à 124. 83,4 % d’entre-eux sont
des isotopes de numéro atomique pair. 16,6 % de la masse totale d’un échantillon naturel
est composé des isotopes impairs 115 (0,34 % seulement), 117 et 119.
Le décalage isotopique total est composé de trois termes, le décalage de masse normal
(normal mass shift, NMS), le décalage de masse spécifique (specific mass shift, SMS) et le
décalage de champ (field shift, FS).
Le décalage de masse normal trouve son origine dans la finitude de la masse du noyau. Il
correspond à la différence entre la partie énergie cinétique et sans corrélation du hamiltonien
relatif du système avec noyau de masse finie, et cette même énergie mais avec noyau de
masse infinie. À partir de cette définition, on montre que le décalage isotopique relatif par
unité de masse A est proportionnel à m
ma
1
A2 [Bre58], où m est la masse d’un électron et
ma est l’unité de masse atomique. Ce terme est donc d’autant plus faible que le noyau
considéré est lourd. La variation relative, pour le nombre de masse moyen 119 de l’étain
est de ∼ 3,8.10−8. Cela correspond à un décalage de masse normal (NMS) de l’affinité
électronique d’environ +0,00064 cm−1 entre les deux isotopes les plus abondants 118Sn et
120Sn (56,8 % du total). Pour comparaison, le soufre, dont le nombre de masse moyen est
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32, présente un décalage relatif par unité de masse de 5,2.10−7, ce qui correspond à un
décalage de l’affinité électronique de +0,0169 cm−1 (14 fois plus grand que pour l’étain)
entre les deux isotopes 32S et 34S [CDS+10]. Le décalage isotopique de masse normal est
toujours positif.
Le décalage isotopique de masse spécifique (SMS) implique deux électrons simultané-
ment (sommation sur l’ensemble des paires) et décrit les corrélations entre leurs impulsions
dues au mouvement du noyau (masse finie). Aucune considération générale ne peut être
faite ni sur le signe ni sur l’amplitude de ce terme. Son calcul nécessite une description
précise du système et, en particulier, des corrélations électroniques.
Le décalage de champ (FS) est d’autant plus important que le noyau considéré est
lourd. L’origine de ce décalage vient de l’écart au champ coulombien dû à la taille finie du
noyau. À nombre de protons donné, le champ du noyau est d’autant moins attractif que le
nombre de neutrons augmente [Bre58] (dans le cas d’un noyau sphérique, sa taille augmente
approximativement en A 13 ). On s’attend donc à ce que l’énergie de liaison d’un électron soit
d’autant plus petite que le nombre de neutrons augmente. Le décalage isotopique résultant
doit donc être en général négatif (électrons moins liés), en opposition avec le décalage de
masse normal (NMS). L’effet est normalement plus faible pour les ions négatifs du fait
du caractère diffus des fonctions d’onde électronique au regard de celles pour les atomes
neutres. Ce caractère plus diffus des fonctions d’onde électronique se traduit, par ailleurs,
par des écarts de structure fine (contenant une dépendance en 〈r−3〉) systématiquement
plus petits pour un ion négatif que pour son système isoélectronique.
Le photodétachement est une situation particulière qui s’accompagne d’un accroisse-
ment de la densité électronique près du cœur, si et seulement si l’électron détaché n’occupe
pas initialement une orbitale s. Le décalage isotopique dû à la taille finie du noyau est
donc plus grand à l’état final (où la densité près du noyau s’accroît) qu’à l’état initial (où
la fonction d’onde de l’électron est diffuse). On s’attend donc à ce que le décalage isoto-
pique de champ soit de même signe, pour le cas particulier de l’affinité électronique, que
le décalage de masse normale.
On connaît le décalage isotopique de l’étain au travers de quelques transitions discrètes.
L’étude de la raie d’émission à 326 nm 5s25p2 1D2 ← 5s25p6s 1Po1 a permis de mesurer un
décalage isotopique de ∼ 0,008 cm−1 entre deux isotopes pairs successifs. C’est équivalent
à un décalage relatif de 1,3.10−7 par unité de masse, trois fois le décalage relatif de masse
normale.
La raie 5s25p2 3P0 → 5s25p6s 3Po1 de résonance à 286 nm a été étudiée par spectroscopie
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laser à deux reprises [BBB+83, ABH+86]. Ces études aboutissent à la même conclusion,
c’est-à-dire un décalage isotopique de 0,055 cm−1 entre les isotopes 112Sn et 124Sn. Cette
tendance est confirmée par Le Blanc et al. avec les isotopes instables très riches en neutrons
avec un nombre de masses allant jusqu’à 132 [BCC+02]. On trouve à nouveau un décalage
relatif de 1,3.10−7 par unité de masse.
En supposant que cet ordre de grandeur puisse être utilisé pour évaluer le décalage isoto-
pique des seuils de détachement, par exemple l’affinité électronique (environ 8969,45 cm−1),
on trouve, avec un écart-type sur le distribution des masses de 2,2 uma, que l’affinité élec-
tronique pour l’ensemble des isotopes de l’étain doit se situer dans un intervalle spectral
de 2×2,2 ×1,3.10−7×8969,45 cm−1 ' 0,005 cm−1 de large.
Cette estimation montre que donner l’affinité électronique de l’étain, sans précision de
nombre de masse, à une précision de 0,005 cm−1 a encore un sens, mais que pour prétendre
la mesurer à une précision supérieure, il faudra sélectionner en masse.
7.4.2.4 Structures hyperfines
Seule une petite minorité de la masse d’un échantillon naturel (16 %) est constituée
d’isotopes impairs possédant une structure hyperfine. C’est une chance car le paramètre de
structure hyperfine dipolaire magnétique associé au niveau 3P2 des trois isotopes 115, 117
et 119 est plus grand que -1,1 GHz [Chi71]. Les trois noyaux possèdent chacun un moment
de spin I = 1/2 (moment quadrupolaire électrique nul) qui est à l’origine d’un doublet
hyperfin pour chaque terme de moment cinétique J non-nul. L’hypothèse d’un paramètre
de structure hyperfine dominé par le terme dipolaire magnétique (à noter que le couplage
de Russell-Saunders n’est pas complètement respecté [Chi71]) permet d’estimer un écart de
l’ordre de 3 GHz pour le niveau 3P2. À cela s’ajoute nécessairement la structure hyperfine
du niveau fondamental 4So3/2 de l’ion Sn−.
La présence de cette structure hyperfine pour les isotopes impairs résulte en une su-
perposition incohérente d’interférogrammes électroniques non-résolus. Cela se traduit par
un élargissement spectral apparent du système d’anneaux. La structure hyperfine du ni-
veau fondamental de l’ion Sn− n’étant pas connue, les anneaux expérimentaux doivent être
ajustés comme s’il n’y avait qu’un seuil.
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7.4.3 Analyse des données : affinité électronique de l’étain
À l’instar du sélénium, nous avons réalisé, pour éliminer toutes possibilités d’erreurs
systématiques, plusieurs séries de mesures à des champs électriques différents (183,4, 267,1
et 364,1 V/m). Chaque point de mesures (Em, εm) correspond à une paire d’interféro-
grammes. L’erreur relative sur le champ électrique devrait être la même pour les trois
champs utilisés, on peut donc ajuster l’ensemble des points expérimentaux avec une droite
unique. Comme on estime que l’erreur relative sur la mesure du champ électrique ne dé-
passe pas ±1,5 %, la pente de la régression linéaire peut être contrainte, autour d’une
valeur nulle, avec une erreur (écart-type) de 1 %. L’extrapolation de la droite à énergie
cinétique nulle est une mesure de l’énergie du seuil de détachement 4S3/2 → 3P2.
Figure 7.7 – Régression linéaire des énergies de seuil mesurées en fonction de l’énergie cinétique
électronique moyenne. Les points verts, bleus et jaunes correspondent respectivement à des me-
sures réalisées avec un champ électrique de 183, 267 et 364 V/m. En noir, on a tracé la régression
linéaire générale dont l’extrapolation à énergie nulle donne l’affinité électronique.
En retranchant l’énergie du niveau 3P2 déduite des mesures de Gillett et al. [GDB94]
de 3427,6714(28) cm−1, à la valeur du seuil mesurée 12397,118(11) cm−1 (incertitude à 2σ
comprenant l’erreur systématique due à la mesure de la longueur d’onde), on obtient une
affinité électronique de 8969,447(13) cm−1 (barre d’erreur à 2σ). Ce résultat améliore d’un
ordre de grandeur la valeur de l’affinité précédente mesurée par Scheer et al. [SBBH98].
On a estimé que l’affinité de électronique de l’ensemble des isotopes se situait dans un
intervalle spectral de 0,005 cm−1 de large. Notre expérience n’ayant permis ni de sélec-
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tionner les isotopes ni de résoudre les structures hyperfines, la nouvelle valeur de l’affinité
électronique doit être considérée comme la moyenne de tous ces seuils non-résolus. Pour
atteindre une meilleure précision, il sera nécessaire de sélectionner en masse.
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Conclusion
Cette thèse avait pour objectif d’initier la démonstration, à échelle réduite, du pho-
todétachement presque total d’un jet d’ions négatifs. Pour cela, nous avons ajouté une
nouvelle chambre d’interaction avec son système de détection (neutres, ions négatifs) sur
un montage expérimental préexistant. De plus, nous y avons greffé une cavité linéaire
stable Fabry-Perot et un système de bobines de champ magnétique dans le but d’étudier
les résonances de Landau.
Pour déterminer la section efficace de photodétachement de H− à 1064 nm, nous avons
mesuré la quantité de neutres produits par photodétachement en fonction de l’énergie des
impulsions d’un laser. La méthode de la saturation permet, en observant les deux régimes
de photodétachement saturé et non-saturé, de s’affranchir de la calibration du détecteur.
En ajustant, sur la courbe expérimentale, une courbe calculée sur la base d’un modèle
décrivant l’interaction laser/jet d’ions, nous déduisons une section efficace de 5,0.10−21 m2,
élevée en comparaison de la valeur de 3,6.10−21 m2 prévue par la théorie (cf. [AS96, KJ99]
par exemple).
L’élaboration d’un modèle basé sur le concept de volume de saturation nous a permis
de dégager une définition rigoureuse de la saturation : la saturation du photodétachement
démarre lorsque le volume de saturation commence à exister. Sous l’hypothèse d’une im-
pulsion de profil spatio-temporel gaussien, ce modèle permet d’exprimer la section efficace
de photodétachement en fonction des paramètres asymptotiques des régimes saturé et non-
saturé, de la vitesse du jet d’ions et des paramètres caractéristiques de l’impulsion.
À haute énergie, la production de neutres est déterminée, asymptotiquement, par les ef-
fets de volume. En représentation lin-log, l’asymptote, que l’on interprète comme décrivant
l’évolution du volume de saturation, prend la forme d’une droite. L’abscisse du point d’in-
tersection de cette droite avec l’axe signal nul correspond à l’énergie de saturation (volume
de saturation nul). Sa valeur dépend de la manière dont évolue le volume de saturation, et
a fortiori, la manière dont évolue asymptotiquement la quantité de neutres.
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Le calcul analytique de l’intégrale qui donne la quantité de neutres produite par photo-
détachement lors de l’éclairement d’un jet d’ions de densité uniforme par une impulsion la-
ser nous a permis de démontrer l’existence d’une contrainte mathématique, caractéristique
de la transition vers la saturation, pour toutes les expériences réalisées en faisceaux gaus-
siens et pour tous les processus d’interaction lumière-matière linéaires. Cette contrainte,
qui s’exprime au travers de la constance du paramètre de saturation S = e−γ, où γ est
la constante d’Euler-Mascheroni, apparaît dans l’expression de l’énergie de saturation. La
section efficace, qui est intimement liée à l’énergie de saturation, s’exprime donc en fonction
des paramètres asymptotiques du régime saturé, de la vitesse des ions et des paramètres de
l’impulsion. Il est ainsi possible de mesurer une section efficace de photodétachement par
simple observation du régime saturé. Avec cette nouvelle méthode nous mesurons, après
prise en compte des écarts du profil expérimental de l’impulsion au cas idéal gaussien, une
section efficace de photodétachement de H− à 1064 nm de 4,20(34).10−21 m2. Cette valeur
est plus petite que celle déterminée par ajustement d’une courbe calculée sur la courbe
expérimentale mais plus grande que la valeur théorique.
Outre l’originalité de la méthode employée pour la déterminer, notre valeur est la seule
mesure de section efficace de photodétachement par laser de H−. Le désaccord entre la
théorie et l’expérience justifierait d’autres mesures, préférentiellement indépendantes, de
la même section efficace.
Par ailleurs, nous avons mesuré, par microscopie de photodétachement, l’affinité élec-
tronique du phosphore, du sélénium et de l’étain :
eA(P) = 6021,81(8) cm−1, eA(Se) = 16297,276(9) cm−1, eA(Sn) = 8969,447(13) cm−1.
Par la suite, il serait intéressant de réaliser des expériences de microscopie de photodé-
tachement en onde p. Dans cette situation, la loi de Wigner prévoit une lente augmentation
de la section efficace près du seuil de détachement et les essais de microscopie de photo-
détachement correspondant se sont soldés par des échecs. L’utilisation de la cavité linéaire
de moyenne finesse pourrait servir, par stockage de la lumière, à compenser la faiblesse de
la section efficace de photodétachement en onde p.
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Résumé
Microscopie et spectroscopie de photodétachement ; mesure de la section efficace de photodétachement de
H− à 1064 nm par observation du comportement asymptotique du régime saturé
Dans cette thèse, nous initions la démonstration, à échelle réduite, de la faisabilité du photodétachement
presque total, par laser, d’un jet d’ions négatifs d’hydrogène en cavité optique Fabry-Perot pour les futurs
injecteurs de neutres destinés au chauffage des plasmas des réacteurs de fusion nucléaire.
Nous élaborons une nouvelle méthode de mesure d’une section efficace de photodétachement, dont la
connaissance à la longueur d’onde d’excitation est requise pour le dimensionnement de la cavité Fabry-
Perot, basée sur l’observation de la saturation en régime d’éclairement impulsionnel. Le calcul analytique
de l’accroissement du signal de détachement produit lors de l’éclairement d’un jet d’ions par une impulsion
laser supposée gaussienne, fait apparaître une contrainte mathématique sur le flux requis pour transiter vers
le régime saturé. Cette contrainte est une caractéristique de la transition vers la saturation pour toutes les
expériences réalisées en faisceau gaussien et pour tous les processus d’interaction lumière-matière linéaires.
Avec cette méthode, nous déduisons une section efficace de photodétachement de H− à 1064 nm – longueur
d’onde sélectionnée pour les futurs injecteurs de neutres – en léger désaccord avec les prédictions théoriques.
Pour réduire les exigences technologiques sur la cavité et le laser, nous étudions les résonances de
Landau qui apparaissent dans le spectre de photodétachement en champ magnétique. S’asservir sur l’une
de ces résonances permettrait d’augmenter la probabilité de photodétachement à un flux donné.
Par ailleurs, nous présentons nos mesures des affinités électroniques du phosphore, du sélénium et de
l’étain, réalisées avec le microscope de photodétachement. L’expérience de microscopie de photodétache-
ment du phosphore est la première où l’atome neutre est laissé dans un terme excité.
Mots clefs : ions négatifs, photodétachement, saturation, section efficace, hydrogène, cavité Fabry-
Perot, injecteurs de neutres, résonances de Landau, microscopie de photodétachement, affinité électronique
Abstract
Photodetachment spectroscopy and microscopy ; measurement of the photodetachment cross section of H−
at 1064 nm by the observation of the asymptotic behaviour in the saturated regime
In this thesis, we initiate the demonstration, at a reduced scale, of the feasibility of the almost-complete
laser photodetachment of negative hydrogen ion beams in a Fabry-Perot optical cavity for future neutral
beam injectors for the heating of fusion power plants plasmas.
We develop a new method to measure a photodetachement cross section, the knowledge of which
at the exciting wavelength is needed to scale the Fabry-Perot cavity, based on the observation of the
saturation in a pulsed lighting regime. The analytical calculus of the detachment signal growth produced
while illuminating a negative ion beam with a Gaussian laser pulse bring out a mathematical constraint on
the required flux to pass through the saturated regime. This constraint is the signature of the transition
toward the saturation for all experiment carried out in Gaussian beam and for all linear light-matter
interaction processes. With this method, we measure the photodetachement cross section of H- at 1064 nm
- selected wavelength for future neutral beam injectors - in slight disagreement with theoretical predictions.
To reduce the technological requirement on the Fabry-Perot cavity and the laser, we study Landau
resonances which appear in the photodetachement spectrum. Locking the laser on one of these resonances
would allow increasing the photodetachment probability at a given flux.
We also present our phosphorus, selenium and tin electron affinity measurements carried out with the
photodetachment microscope. The photodetachment microscopy experiment of phosphorus is the first one
where the neutral atom is left in an excited term.
Keywords : negative ion, photodetachment, saturation, cross section, hydrogen, Fabry-Perot cavity,
neutral beam injector, Landau resonances, photodetachment microscopy, electron affinity.
